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Si de nombreux systèmes à N corps quantiques présentent des vibrations col-
lectives, il en est un, le noyau atomique, qui a fait l'objet de nombreux travaux
tant théoriques qu'expérimentaux. Les modes de vibrations du noyau sont les
Résonances Géantes, découvertes dès 1937 [1, 2].
D'un point de vue théorique ces modes vibrationnels sont compris comme des
excitations de vibrations de petite amplitude [3]. Lé modèle des quasi-bosons qui
est l'approche microscopique standard utilisée dans la description des Résonances
Géantes et de leur probabilité d'excitation contient donc deux approximations,
l'une que les vibrations ont un comportement harmonique, l'autre que le noyau
répond linéairement à un champ externe excitateur [4]. Dans cette description on
prévoit, évidemment, que ces modes vibrationnels puissent être excités un grand
nombre de fois. La découverte des Résonances Géantes Doubles [5, 6, 7, 8, 9, 10],
le deuxième quantum des vibrations collectives, représente donc une preuve de la
nature vibrationelle des Résonances Géantes.
Ces dix dernières années les Résonances Géantes Doubles ont été étudiées ex-
périmentalement dans les réactions entre ions lourds à des énergies intermédiaires
et relativistes ainsi que dans des réactions de double échange de charge. Les pro-
priétés de ces états ont fait l'objet de nombreux travaux aussi bien théoriques
qu'expérimentaux [4, 11].
Les approches théoriques standard prédisent que la distribution en énergie
associée au deuxième quantum est centrée à une énergie qui est la somme des
énergies de deux quanta. Comme l'on considère que la décroissance d'une Réso-
nance Géante est indépendante de celle de l'autre, on s'attend de même à ce que
la largeur de la distribution en énergie associée au deuxième quantum soit donnée
par la somme quadratique des largeurs, dans le cadre de distributions normales
[12].
Les données expérimentales obtenues jusqu'à ce jour confirment cette descrip-
tion; l'on retrouve effectivement un comportement de ce type dans l'ensemble des
résultats expérimentaux [4, 11].
Toujours dans ce contexte, la probabilité d'excitation d'une Résonance Géante
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Double doit être donnée par le produit de convolution de la distribution d'une
Résonance Géante avec elle-même [4, 11]. C'est là qu'une difficulté apparaît car
les données expérimentales contredisent fortement ces prédictions. Les sections
efficaces théoriques sont presque toujours inférieures aux sections efficaces expéri-
mentales, les écarts pouvant atteindre un facteur cinq [4, 11]. Ces contradictions
flagrantes varient suivant le noyau étudié et l'approche théorique utilisée bien que
les approches soient toutes basées sur les mêmes approximations. Signalons, en
outre, une difficulté expérimentale : les résultats ne sont pas toujours compatibles
entre eux, du fait de la complexité d'extraire la valeur expérimentale de la section
efficace [9, 13]. C'est la raison d'ailleurs, pour laquelle de nouveaux résultats sont
en cours d'analyse [14].
C'est ce désaccord important sur les sections efficaces des Résonances Géantes
Doubles qui a motivé ce travail. D'un point de vue théorique, pour le cas de l'ex-
citation électromagnétique on ne peut attribuer ces écarts à la difficulté de décrire
le mécanisme de réaction, car ce mécanisme est parfaitement maitrisé. Comme
le suggérait la réf. [15], nous aurions pu imaginer que ces différences importantes
dans la probabilité d'excitation remettait en doute notre compréhension globale
des Résonances Géantes. Mais au vu du bon accord aussi bien sur les énergies
que sur les largeurs de ces états, nous n'avons pas remis en cause l'interpréta-
tion générale des Résonances Géantes, mais plutôt pensé que des approximations
présentes dans les modèles actuels pouvaient être responsables de ces désaccords.
Nous avons alors pensé que l'introduction d'anharmonicités dans la vibration
ainsi que d'une réponse non linéaire à l'excitation pourrait peut-être améliorer
la description des probabilités d'excitation des Résonances Géantes Doubles. En
effet, la prise en compte de ces effets ne peut pas apporter de changement draco-
nien sur les énergies et sur les largeurs des états mais doit amener des évolutions
sur les probabilités d'excitation [4].
Pour vérifier ces hypothèses, nous avons dans un premier temps utilisé des
modèles schématiques pour mettre en évidence ce comportement. Le premier,
celui d'un oscillateur anharmonique [16, 17] (chapitre 1) et le second plus proche
d'un calcul réaliste, une extension du modèle de Lipkin-Meshkov-Glick (chapitre
2), ont montré le bien fondé de ces hypothèses. Ces modèles schématiques exac-
tement solubles nous ont aussi permis d'étudier certaines des approximations
contenues dans les méthodes d'expansion en bosons que nous avons utilisées dans
les calculs microscopiques ainsi que des truncations numériquement nécessaires
dans ces calculs (chapitre 6). En outre, ils nous ont permis d'aborder un problème
lié à l'approche en champ moyen dépendant du temps. En effet, l'excitation an-
harmonique et non-linéaire des Résonances Géantes dans les noyaux peut être
décrite dans ce type d'approche, la question qui se pose dans ce cas est d'extraire
les probabilités d'excitation et d'en étudier les limitations. Nous verrons que nous
avons pu apporter un début de réponse à ce problème (chapitre 5).
Finalement nous avons réalisé le calcul microscopique des anharmonicités
ainsi que des sections efficaces d'excitation coulombienne des Résonances Géantes
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Doubles dans divers noyaux, dans une approche allant au-delà du modèle de quasi-
bosons et incluant d'une part les anharmonicités et d'autre part une réponse non
linéaire au champ excitateur [18, 19, 20] (chapitre 7). Ces calculs ont été compa-
rés avec les résultats expérimentaux [13]. Nous allons voir qu'en tenant compte
des anharmonicités et des non-linéarités et en introduisant de nombreux états
pouvant jouer un rôle dans le processus d'excitation nous avons pu ramener les
prédictions théoriques très proches des données expérimentales.
Les Résonances Géantes Doubles
Chapitre 2
Les Résonances Géantes Doubles
Les Résonances Géantes Doubles (DGR), le deuxième quantum de vibration
collective des noyaux atomiques, présentent un intérêt tout particulier. En effet, si
leurs propriétés sont relativement bien comprises, les valeurs des sections efficaces
sont généralement mal reproduites. Nous présenterons donc ici les propriétés des
DGR ainsi que leur interprétation.
Avant d'aborder le vif du sujet, rappelons quelques concepts sur le premier
quantum, à savoir les Résonances Géantes.
2.1 Le 1er quantum: les Résonances Géantes
Une première indication expérimentale de l'existence des Résonances Géantes
dans les noyaux atomiques a été donnée dès 1937 [1], mais ce n'est qu'après 1947
qu'elles ont fait l'objet d'études systématiques [2, 21]. Elles ont été interprétées
comme des vibrations collectives (fig.2.1), et peuvent être bâties aussi bien sur
l'état fondamental que sur un état excité.
Les Résonances Géantes dans les noyaux froids Les Résonances Géantes
sont caractérisées essentiellement par leurs énergies d'excitation EGR, leurs lar-
geurs TGR et leurs collectivités, mesurées par la fraction emportée de la règle de
somme associée.
La Résonance Géante Monopolaire Isoscalaire ou ISGMR («/* = 0+ , AT = 0),
qui est un mode de volume, a été mise en évidence en 1977 [2]. Le développement
des techniques de diffusion inélastique à petits angles autour de 0° a permis de
l'étudier dans les réactions (a, a'), (3He,3 He') où les transitions isovectorielles
sont largement supprimées. L'énergie de la ISGMR est donnée approximativement
par &0A~l/3(MeV) et la situe donc, à proximité d'autres résonances (la GDR par
exemple). Les réactions d'échange de charge (TT*,?:-0) ont permis l'étude de la
Résonance Géante Monopolaire Isovectorielle IVGMR (J* = 0+ , AT = 1) [21].
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FlG. 2.1 - Les Résonances Géantes sont normalement désignées par le moment
angulaire et la parité «/*, le spin S et l'isospin T. Le schéma montre la Résonance
Géante Monopolaire ( J* = 0+ ), la Résonance Géante Dipolaire (J* — 1~) et la
Résonance Géante Quadrupolaire (J* = 2+). Pour une valeur de multipolarité J
donnée, les protons et les neutrons peuvent osciller en phase (vibration isoscalaire,
AT = 0) ou bien en opposition de phase (vibration isovectorielle, AT = 1). Les
nucléons peuvent vibrer avec les spins haut et bas en phase (AS = 0) et en
opposition de phase (AS = 1). Dans le premier cas, les GR sont dites électriques
et dans le deuxième cas elles sont appelées magnétiques.
2.1 Le 1er quantum: les Résonances Géantes
A l'aide des réactions de photoabsorption (7, xn), la Résonance Géante Di-
polaire ou GDR (J* = 1~, AT = 1) a été mise en évidence, dès 1947 [22], pour
des noyaux de masse comprise entre 3He et 232Th [23]. Selon le modèle hydrody-
namique de " Steinwedel-Jensen", la GDR est interprétée comme la vibration de
deux fluides incompressibles, le fluide de protons et le fluide de neutrons, oscillant
en opposition de phase dans une sphère rigide [24]. Par contre, dans le modèle
de " Goldhaber-Teller", cette résonance est une oscillation de deux sphères com-
pressibles de protons et de neutrons [25]. Ce qui donne, respectivement dans ces
modèles, une dépendance de l'énergie d'excitation de la GDR en EQDR C< A""1/3 et
EGDR C< A"1/6 . Lors des études systématiques expérimentales des propriétés de
la GDR, il a été montré que leurs énergies d'excitation sont données en fonction
de la masse A du noyau par EQDR = Sl.2A~l^3-\-20.6A~1^6MeV pour les noyaux
légers et EQDR = 79 A'1?3 MeV pour les noyaux de masse A > 100 (fig.2.2). Ce
qui est en accord avec l'interprétation hydrodynamique de la GDR comme étant
une vibration de volume et de surface. La largeur TGDR varie de 4 à 8 MeV, les
noyaux magiques présentant les valeurs les plus petites (fig.2.2).
En 1971-1972 la Résonance Géante Quadrupolaire Isoscalaire ou ISGQR ( J71" =
2+ , AT = 0), qui est un mode de surface, a été découverte [2]. Elle a été mise en
évidence dans la diffusion inélastique d'électrons et d'hadrons (protons, deutons
et a) . L'énergie de la ISGQR dépend de la masse A du noyau selon EJSGQR ~
65A"1/3 MeV. La largeur TISGQR varie de 6 à 3 MeV pour A de 40 à 208. En ce
qui concerne la Résonance Géante Quadrupolaire Isovectorielle ou IVGQR (J* —
2+ , AT — 1), les données expérimentales, encore peu nombreuses, montrent que
son énergie d'excitation est approximativement donnée par EIVGQR ~ ÎSOA'1?3 MeV
[26].
La systématique expérimentale sur les pourcentages de règle de somme em-
portée indique que les Résonances Géantes sont des modes très collectifs (fig.2.2)
[21]. C'est cette collectivité importante qui justifie leurs descriptions en termes
de modèles macroscopiques tels que le modèle de la goutte liquide ainsi que l'ap-
proximation de phases aléatoires dans une approche microscopique où les paires
de fermions sont traités comme des bosons [27, 3, 28, 29, 30].
Signalons en outre que les collisions entre ions lourds s'avèrent être un autre
outil dans l'étude des Résonance Géantes. En effet, les grandes sections efficaces
différentielles obtenues font des ions lourds une excellente sonde. Aux énergies
basses et intermédiaires, l'interaction nucléaire est dominante et favorise l'exci-
tation des Résonances Géantes isoscalaires. Par contre, aux plus hautes énergies
ainsi qu'aux énergies relativistes, les Résonances Géantes isovectorielles sont aussi
fortement excitées par l'interaction coulombienne.
Les Résonances Géantes dans les noyaux chauds En 1955, D. Brink a pro-
posé que la section efficace différentielle de photoabsorption soit indépendante de
la structure de l'état excité, c'est à dire que la section efficace d'absorption d'un
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FlG. 2.2 - Systématique de l'énergie EGDR, la largeur WQDR et la fraction de
règle de somme TRK emportée, SGDR, en fonction de la masse du noyau A [31].
2.1 Le 1er quantum: les Résonances Géantes
photon d'énergie 2?7 aurait la même dépendance en énergie qu'elle soit faite sur
un état excité ou sur le fondamental. Cette dépendance en énergie est donnée par
une lorentzienne [32]. La possibilité d'exciter, sur un autre état excité, la Réso-
nance Géante Dipolaire dont les propriétés ne seraient pas modifiées de manière
importante est connue sous le nom d'hypothèse d'Axel-Brink.
Cette hypothèse a été confirmee par les réactions (p, 7) et (n, 7) qui ont montré
l'existence d'une GDR construite sur des niveaux de basse énergie, ensuite par la
désexcitation par émission 7 de noyaux composés formés dans des collisions entre
ions lourds qui ont mis en évidence la GDR dans des noyaux chauds. Jusqu'à
présent, la GDR est le seul mode collectif qui ait été mis en évidence dans les
noyaux à température finie [26]. Bien que son énergie ne soit pas trop modifiée,
l'évolution de TGR en fonction du moment angulaire et de l'énergie d'excitation
fait toujours l'objet de débat [33, 34].
Un cas particulier de l'hypothèse d'Axel-Brink est représenté par les états où
une Résonance Géante est excitée au-dessus d'une autre Résonance Géante, à
savoir les Résonances Géantes Doubles.
2.1.1 L'approche microscopique
Le modèle de quasi-bosons est l'approche microscopique standard aux GR
et aux DGR. Cette approche est basée sur l'excitation linéaire de vibrations de
petite amplitude. Rappelons brièvement ce modèle (chapitre 7) [27, 3, 4].
Considérons un hamiltonien pour un système de fermions dans le formalisme
de la seconde quantification :
Hf = E *«\*i + \ E V™Sa}a)aiak (2.1)
où a] et a{ sont les opérateurs de création et d'annihilation d'une particule dans
l'état quantique i. Le terme à un corps dans Hf correspond au champ moyen
d'Hartree-Fock. Dans les approches de type champ-moyen, chaque particule in-
dépendante est soumise au champ moyen créé par toutes les particules. Le champ
d'Hartree-Fock est déterminé suivant un principe variationnel utilisant les déter-
minants de Slater comme fonctions d'onde d'essai pour les particules. En minimi-
sant l'énergie, la fonction d'onde ainsi que l'énergie de l'état fondamental peuvent
être calculées. Suivant le principe d'exclusion de Pauli, l'état fondamental corres-
pond à l'état où toutes les particules occupent les niveaux les plus bas en énergie
(mer de Fermi). Les états excités sont donnés par des excitations de 1,2,3...N
particules dans des états qui ne sont pas occupés, au-dessus de la mer de Fermi,
ce qui laisse 1,2,3...N trous dans la mer de Fermi. Ces états excités sont donc
appelés états particule-trou (lp-lt, 2p-2t, ...Np-Nt).
Dans l'approche microscopique standard, les GR correspondent à des vibra-
tions de petite amplitude de la densité autour de la densité HF. La RPA (Ap-
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proximation des Phases Aléatoires) consiste à remplacer le produit d'opérateurs
de fermions par un opérateur de boson :
a\at —> bit (2.2)
De ce fait, elle est appelée approximation de quasi-bosons. Dans ce contexte,
les RG correspondent à des combinaisons linéaires des excitation élémentaires
particule-trou (p-t) et trou-particule (t-p) par rapport au vide RPA qui contient
les corrélations 2p-2t, 4p-4t...2np-2nt. La violation du principe de Pauli introduite
par la transformation (2.2) est d'autant moins importante que la collectivité des
états (i.e. le nombre d'excitations p-t et t-p) est grande.
Si dans le modèle de particules indépendantes, l'énergie des états lp-lt est
égal à lhuj = 41A"1/3 MeV, l'inclusion de l'interaction résiduelle de type p-t,
attractive pour des vibrations isoscalaires et répulsive pour des vibrations iso-
vectorielles, modifie cette énergie. Par exemple, dans le cas de la GDR qui est
une somme corrélée d'excitations à lp-lt, l'énergie « lhuj devient 2hu. En ce qui
concerne la GQR, l'énergie des états lp-lt, égale à « 2HUJ = 82A~1/3 pour des
raisons de parité, est modifiée par l'introduction de l'interaction résiduelle p-t
qui donne deux composantes, une, isovectorielle, à plus haute énergie et l'autre,
isocalaire, à plus basse énergie.
La compréhension microscopique des différents mécanismes contribuant à TGR
a motivé de nombreuses études [21]. La largeur présente essentiellement trois
composantes: F*, F"*", AF (fig.2.3). F1", appelée largeur d'échappement, vient du
couplage des états lp-lt avec le continuum. Cette largeur correspond à la décrois-
sance directe par émission de particules (protons ou neutrons) de la GDR excitée
dans un noyau A vers un état de trou du noyau A — 1. F1" est une composante
importante dans les noyaux légers. F^ ou largeur d'étalement, est due au cou-
plage des états à lp-lt avec des états 2p-2t jusqu'à des états à np-nt. Le système
peut atteindre l'équilibre thermique et alors se désexciter par émission statistique
de particules. Dans les noyaux lourds, la largeur d'étalement domine la largeur
totale (> 80%) (flg.2.3). Finalement, AF ou étalement de Landau provient de la
fragmentation de la force p-t.
Suivant la transformation (2.2), l'hamiltonien (2.1) devient dans l'approxima-
tion RPA celui d'un oscillateur harmonique. En utilisant la terminologie phonon,
qui désigne en physique des solides un quantum de vibration, l'nteme état excité
de cet oscillateur est appelé état a n — phonons. Par la suite, nous appellerons
les GR états à 1- phonon, et les DGR états à 2-phonons.
Dans une approche semi-classique d'une collision périphérique entre ions lourds,
la description classique du mouvement relatif entre les ions peut être séparée de
la description quantique des degrés de liberté internes de chaque noyau. L'exci-
tation peut alors être décrite comme l'action du champ moyen W(t) d'un noyau
sur l'autre :
W(t) = £ < i\UB(R(t))\j > a\aj (2.3)







FlG. 2.3 - Différents mécanismes contribuent à TQDR- Seulement F1* et F^ sont
présentés ici. F1" ou largeur d'échappement vient du couplage des états lp-lt avec
le continuum. Ceci correspond à la décroissance directe par émission de particules
(protons ou neutrons) de la GR excitée dans un noyau A vers un état de trou du
noyau A — 1. P^, ou largeur d'étalement, est due au couplage des GR avec des
états 2p-2t jusqu'à des états à np-nt ou noyau composé. Ce système équilibré se
désexcite par émission statistique de particules.
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où R(t) est la distance entre les centres de masse des deux noyaux et les indices
i, j varient sur tous les états à une particule.
L'hamiltonien associé à chaque noyau s'écrit alors :
H=Ho + W(t) (2.4)
où Ho est l'hamiltonien intrinsèque et W(t) le champ externe excitateur (2.3).
Dans l'hypothèse où le champ externe induit de petites variations de la densité
du noyau, seuls les termes particule-trou (p-t), a^at et a}ap, dans l'opérateur
d'excitation à un corps (2.3) sont inclus. Ce qui donne, d'après (2.2), des termes
linéaires dans les opérateurs de création et d'annihilation de boson, bpt et bpt
[4]. Dans ce contexte, l'excitation d'un état à 2-phonons est nécessairement un
processus en deux étapes.
En conclusion, le modèle de quasi-bosons est basé sur deux hypothèses. D'une
part le mouvement vibrationnel collectif du noyau est supposé être harmonique
(i.e. les Résonances Géantes sont les phonons RPA), d'autre part le champ externe
est linéaire dans les opérateurs de création et d'annihilation de ces bosons [4].
2.2 Le 2eme quantum: les Résonances Géantes
Doubles
Nous venons de voir que l'inteprétation des Résonances Géantes en tant que
quantum de vibration amène naturellement à l'hypothèse de l'existence d'un
deuxième quantum de vibration.
Les collisions entre ion lourds à des énergies intermédiaires [5, 6], ensuite les
réactions d'échange de charge [7, 8] ont révélé des structures à haute énergie, de
petite section efficace et surimposées à un large fond. Après un travail long et
difficile, ces nouvelles structures ont été interprétées comme étant des Résonances
Géantes Doubles.
La découverte des DGR représente donc une confirmation de la nature vibra-
tionnelle des Résonances Géantes, c'est pourquoi leur étude est toute particuliè-
rement intéressante et leur recherche poursuivie.
2.2.1 Les énergies et les largeurs
Dans les hypothèses harmonique et linéaire, la probabilité d'exciter un état à
2-phonons P2{E) dont l'énergie est comprise dans l'intervalle E,E + dE est :
P2(E)dE - y J dEx jdE2P1(El)Pl(E2)6(E ~EX~ E2) (2.5)
où M est un facteur de normalisation, c'est-à-dire qu'elle est donnée par le produit
de convolution de la probabilité d'exciter chaque phonon, P\{E), par elle-même.
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Les énergies et les largeurs du deuxième quantum sont alors intimement reliées
à celles du premier quantum. En effet, la distribution associée au deuxième quan-
tum est centrée à une énergie qui est la somme des centroides de deux quanta,
d'où EDGR — IEGR (si les deux quanta sont identiques). Si ces distributions sont
deux lorentziennes, alors leur produit de convolution est encore une lorentzienne
dont la largeur est la somme des largeurs. En effet, si l'on interprète la largeur
comme l'inverse d'un temps de vie, on s'attend à ce que les temps de vie d'une
DGR soit la moitié de celle d'une Résonance Géante, c'est-à-dire que les lar-
geurs soient additives. La relation entre largeur et temps de vie est donnée par le
principe d'incertitude d'Heisenberg, Tr > 1 [12].
Par contre, si les distributions sont des distributions normales, alors les lar-
geurs sont proportionnelles aux écarts types. Dans le cas où les deux processus
sont statistiquement indépendants, les écarts types s'additionnent quadratique-
ment, par conséquent, TDGR = \T2TGR- Cette prédiction n'est pas en contradic-
tion avec la précédente car, dans ce cas, la largeur n'est pas directement reliée au
temps de vie [12].
En conclusion, la valeur attendue pour la largeur dans toutes les distributions
expérimentales qui sont normales est YQGDR — V^GDR-
2.2.2 L'excitation des DGR
Les DGR ont été étudiées jusqu'à présent à travers les collisions entre ions
lourds à des énergies relativistes et intermédiaires et dans les réactions de double
échange de charge.
En effet, a partir de 1977 [5], l'étude systématique des collisions entre ions
lourds à des énergies intermédiaires, avec différentes combinaisons cible-projectile,
a montré la persistance de nouvelles structures situées dans le continuum. Une
dépendance de l'énergie d'excitation de ces états en fonction de la masse de la
cible A, en A"1/3, a indiqué qu'il s'agissait d'excitation de la cible [35, 36, 37]. Afin
d'exclure des mécanismes de réaction contribuant aux spectres inélastiques, une
étude approfondie du "pick-up", du "break-up" et du "knock-out" a été réalisée
[38, 39]. De plus, des calculs basés sur le modèle de quasi-bosons prédisaient
l'excitation d'une double GQR à la même énergie [40].
L'ensemble des résultats expérimentaux montraient qu'il s'agissait très proba-
blement de l'excitation d'une double GQR. Il était donc nécessaire de mettre en
évidence plus précisément la nature de ces structures. C'est ainsi que la signature
des DGR par décroissance directe à été mise au point [41, 42, 43, 44]. Cette mé-
thode, basée sur l'hypothèse que les deux résonances sont identiques, c'est-à-dire
que l'interaction résiduelle entre elles est négligeable, a été employée pour étudier
la DGQR dans les noyaux 40Ca (fig.2.4), 4 8Ca,9 0Zr et 94Zr [41, 42, 43, 44].
Les réactions de double échange de charge, (TT^TT^) ont montré, dès 1988
[7, 8], l'existence d'autres DGR. Les réactions (?r±, TT°) d'échange de charge simple
(SCX) correspondent aux processus élémentaires 7r+ -f n —ï TV° + p et n~ + p —»•
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FlG. 2.4 - a)Spectre inélastique exclusif relatif à 40Ca-j-40Ca à 50MeV/A obtenu
pour deux intervalles différents (200 keV/ch et 1 MeV/ch). b) Spectre inélastique
expérimental corrigé pour la multiplicité de protons. La ligne pleine correspond
à un ajustement polynomial du fond. Après soustraction du fond, la bosse à
34 MeV est identifiée comme une DGQR [41].
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7T° -f n dans lesquels ATZ = =f 1, Tz étant la troisième composante de l'isospin
(N — Z)/2. Ces réactions permettent donc des transitions isovectorielles AT = 1.
Dans les réactions (TT^TT^) de double échange de charge Tz change de deux
unités. Ces réactions peuvent être interprétées comme deux SCX, (TT^TT0) et
(n0,^), successifs et permettent des transitions isotensorielles avec AT = 2.
L'étude des réactions (7r±,7r:F) a permis la mise en évidence des DGR sui-
vantes: l'état isobarique analogue double (DIAS) (l'état isobarique analogue (IAS)
est un état excité où un neutron se transforme en un proton ayant les mêmes
nombres quantiques sans réarrangement des autres nucléons), l'état GDR® IAS
[7] et la DGDR [8] (fig.2.5). Leurs identifications sont basées à la fois sur les
énergies, sur les distributions angulaires et sur les sections efficaces d'excitation.
La GDR (8) IAS a été identifiée pour les noyaux avec N — Z > 1 ainsi que
la DGDR dans une large systématique s'étendant du 12C à V197Au. Finalement,
bien que les réactions utilisées soient très sélectives, les DGR sont superposées à
un fond physique très important. L'étude systématique de ce fond montre qu'il
augmente avec la masse du noyau excité et avec son énergie d'excitation. Son
origine est, encore à présent, mal comprise [4, 11, 47].
Les résultats obtenus par ces deux méthodes (diffusions inélastiques et ré-
actions d'échange de charge) sur les énergies et les largeurs des DGR (fig.2.6)
sont en bon accord avec une hypothèse harmonique sur le deuxième quantum.
Par contre, les sections efficaces d'excitation des DGR mesurées ne sont pas en
accord avec les valeurs calculées dans des approches harmoniques et linéaires, le
facteur d'écart entre expérience et théorie variant de 2 à 5 [4, 11]. Dans ces cas,
on pourrait attribuer la sous-estimation des sections efficaces à une description
insuffisante du mécanisme d'excitation. En outre, dans ces mesures, une impor-
tante incertitude sur les sections efficaces vient de la difficulté de soustraire le
fond.
L'excitation électromagnétique: le désaccord expérience-théorie
Les résultats expérimentaux sur l'excitation électromagnétique des DGR, étu-
diée dans les noyaux: 136Xe (fig.2.7) [10], 197Au (fig.2.8) [48], 208P6 (figs.(2.9) et
(2.10)) [9, 49, 50, 13] et 238U (fig.2.11) [51] sont assez contradictoires, rendant la
situation expérimentale actuelle complexe.
En effet, l'étude systématique de l'ensemble des résultats montre que l'énergie
et la largeur des DGR sont reliées à celles des GR par les relations : EDGR — %EGR
(la déviation est inférieure à 10%) et TDGR > "s/^ F (fig.2.6).
Ces propriétés sont donc en accord avec une approximation harmonique pour
les DGR, c'est-à-dire que l'interaction résiduelle entre les deux résonances semble
négligeable et que leurs propriétés de désexcitation paraissent identiques.
Or, les sections efficaces d'excitation mesurées ne sont pas en accord avec
les valeurs calculées dans des approches harmonique et linéaire [4, 11, 13]. Le
désaccord expérience-théorie ne varie pas seulement selon le noyau, par exemple,
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FlG. 2.5 - a)Section efficace différentielle d'excitation 93iV6(7r+,7r~)93Tc mesu-
rée à Tjt — 292 MeV. Les flèches indiquent l'état Isobarique Analogue Double
(DIAS), la GDR excitée sur l'état Isobarique Analogue (GDR® IAS) et la DGDR
(GDR ® GDR) [47]. b) Niveaux d'énergie des états de simple et double réso-
nances atteints lors des réactions de simple et double échange de charge (7r+,7r°)
et (?r+, TT~). Les valeurs sur la droite correspondent aux Q de réaction pour l'état
fondamental et les trois DGR observées dans la réaction 93Nb(n+,TT~)93TC [47].
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FlG. 2.6 - Systématique des données expérimentales sur les DGR en fonction de
la masse du noyau. La figure montre les rapports entre l'énergie de la DGR et
l'énergie de la GR, E2/Ei et entre la largeur de la DGR et la largeur de la GR,
r 2 / F i . La croix correspond à l'excitation de la DGQR dans le 40Ca étudiée à
l'aide de collisions entre ions lourds à des énergies intermédiaires [41]. Les cercles
sont les mesures réalisées par réaction d'échange de charge [45, 46]. Les carrés
correspondent à l'excitation coulombienne dans les collisions entre ions lourds à
des énergies relativistes dans les noyaux 136Xe [10], l97Au [48], 208P6 [9, 49, 13],
238U [51]. Les barres d'erreurs correspondent aux erreurs expérimentales [4, 11].
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FlG. 2.7 - Spectre inélastique du 136Xe pour les réactions 136Xe H-12 C (cercles)
et 136Xe +208 Pb (carrés) à 0.7 GeV/A. Le spectre relatif à la cible 12C a été
multiplié par 2. Les énergies de la GDR ainsi que de la ISGQR et de la IVGQR
sont indiquées. La courbe en ligne pleine correspond à un calcul WW (annexe
A) incluant seulement les GR. La comparaison expérience-théorie montre un bon
accord pour E* < 25 MeV, mais pour 65% de la règle de somme associée à
la GDR. La bosse centrée à 28.3 MeV a été obtenue en soustrayant le spectre
calculé au spectre expérimental. Cette bosse a été identifiée comme étant une
DGDR [10].









































T A B . 2.1 - Sections efficaces de la GDR et de la DGDR calculées et mesurées
dans le 208Pb et rapport entre les sections efficaces de la DGDR mesurées et
calculées, ^DGDRIa<DGDR' -^es c a s A) (fig.2.9), B) (fig.2.10), C) correspondent à
trois mesures réalisées sur le 208Pb avec différentes combinaisons cible-projectile
et pour différentes énergies incidentes. Les valeurs en italique sont les sections
efficaces mesurées, le rapport CT^GDR/^DGDR obtenus dans ces mêmes travaux est
aussi donné. Les autres valeurs correspondent aux prédictions théoriques. Dans
ces calculs, deux valeurs différentes des sections efficaces sont données suivant
le choix du paramètre TQ définissant la borne inférieure dans l'intégrale sur le
1/3 1 /3
paramètre d'impact, soit 6min = ro(AP + AQ ), où Ap et Ac sont les masses du
projectile et de la cible (annexe B). Les valeurs montrées ont été obtenues avec le
paramètre r0 égal à 1.2 fm (les valeurs entre parenthèses correspondent à r0 = 1.5
fm).
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FlG. 2.8 - Sections efficaces d'émission de xn neutrons (x = 1,2,3) par excitation
électromagnétique dans 197Au en fonction de la charge du projectile, ZPROJ- Les
points correspondent à une énergie incidente de 1 GeV/A. Les courbes en ligne
pleine correspondent à un calcul WW où seulement la GDR et la GQR (IS et IV)
ont été prises en compte. Les courbes en tirets ont été obtenues en incluant la
DGDR. Les courbes en pointillé correspondent au même calcul où la probabilité
d'exciter la DGDR est multipliée par le facteur 2.2 [48].
de 1.3 à 2 dans le cas du 208Pb (tableau 2.1) à un facteur de 2.4 à 4.3 dans le cas
du 136Xe (tableau 2.2), ce qui pourrait d'ailleurs être dû à un effet physique réel,
mais il varie aussi pour le même noyau suivant la mesure réalisée [9, 13]. C'est le
cas du 2O8P6, en effet, trois mesures différentes ont été réalisées (tab.2.1), basées
sur la détection soit des neutrons (fig.2.9) [13], soit de deux gammas de haute
énergie émis dans la désexcitation des DGR (fig.2.10) [9, 49].
Malheureusement, dans la deuxième mesure une valeur absolue de la section
efficace d'excitation coulombienne de la DGDR ne peut pas être obtenue car le
rapport d'embranchement de la DGDR à la GDR, R^{DGDR -> GDR), n'est
pas connu. C'est en faisant l'hypothèse R^(DGDR -> GDR) = Ry(GDR -> 0)
que la section efficace dans (tab.2.1) a été obtenue [9, 49], le facteur d'écart
entre expérience-théorie est alors de deux. Or, suivant la mesure basée sur la
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FlG. 2.9 - Gauche) (Haut:) Sections efficaces différentielles d'excitation coulom-
bienne calculées pour la réaction 208Pb -f208 Pb à 640 MeV/A. Les distributions
utilisées correspondent à la GDR (courbe en tirets) et à la somme de la ISGQR et
de la IVGQR (courbe en pointillé). Les spectres calculés sont en bon accord avec
les spectres expérimentaux pour E* < 25 MeV. Les sections efficaces pour la
DGDR ont été obtenues avec un ajustement des données expérimentales (courbe
en trait mixte). La somme des différentes contribution est donnée par la courbe
en ligne pleine. (Milieu et Bas:) Sections efficaces différentielles mesurées dans les
réactions 208P6 sur Pb (milieu) et sur Sn (bas) à 640 MeV/A. La courbe en ligne
pleine correspond aux sections efficaces calculées (montrées en haut) multipliées
par le filtre expérimental. Droite) (Haut:) Sections efficaces mesurées de GR et
de la DGDR dans le 208P6 en fonction de la charge de la cible, Zj. La courbe
en tirets est obtenue avec un calcul WW. Dans le cas de la DGDR, les valeurs
calculées ont été multipliées par 1.33. (Bas:) Rapport entre les sections efficaces
de la DGDR, mesurées et calculées avec la méthode WW pour les différentes
cibles. La valeur moyenne et l'erreur sont indiquées respectivement par la courbe
en ligne pleine et en tirets [13].

























T A B . 2.2 - Sections efficaces des DGR calculées et mesurées dans le l36Xe
et rapport entre les sections efficaces de la DGDR mesurées et calculées,
aDGDR- La première ligne correspond aux résultats expérimentaux, le
rapport ^DGDRIaDGDR dans ^a même référence est donné. Les autres valeurs
correspondent aux prédictions théoriques. Dans ces calculs, deux valeurs dif-
férentes des sections efficaces sont données suivant le choix du paramètre r0
définissant la borne inférieure dans l'intégrale sur le paramètre d'impact, soit
6mtn = ro(Ap -f AQ ), où Ap et Ac sont les masses du projectile et de la cible
(annexe B). Les valeurs montrées ont été obtenues avec le paramètre r0 égal à
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FlG. 2.10 - Désexcitation 7 — 7 mesurée dans le 208Pb. Energie sommée de deux
7 détectés en coïncidence et ayant une différence en énergie inférieure à 6 MeV,
dans des événements périphériques. La bosse centrée autour de 26 MeV a été
identifiée comme étant la décroissance 7 — 7 de la DGDR dans le 208P6 [9].
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-Target Target
FlG. 2.11 - Comparaison entre les sections efficaces totales xn mesurées et cal-
culées (la partie nucléaire est incluse). Les réactions considérées sont 238U à
950 MeV/A sur 27Al,natCu,208Pb. La courbe en ligne pleine et la courbe en
tirets correspondent à deux paramétrisations différentes de la GDR [51].
détection des neutrons [13], le désaccord n'est que de 1.33 (tab.2.1). Ce résul-
tat n'est pas compatible avec le résultat précédent. En effet, si le nombre de
gamma émis par la DGDR, YDGDR, est donné par YDGDR = <?DGDR f 2-y/ Ttoty
alors son rapport avec le nombre de gamma émis dans l'hypothèse harmonique,
YÈGDR, e s t YDGDR/ YÈGDR = ODGDR/^GDR ( W T%r WÏZ/Ttat). Suivant
[13], VDGDR/VÏÏGDR = 1-33 et T2l/ T^ r = 1.33, tandis que dans [9] (TDGDR/^GDR
2 et F2 7 / F£jr = 1. Par conséquent le rapport YDGDR/YDGDR mesuré ou déduit
dans les deux mesures n'est pas le même.
Les désaccords mesurés à présent (fig.2.12) ne semblent pas dépendre du fait
que le noyau étudié soit sphérique ou bien déformé, les facteurs d'écart plus petits
ayant été mesurés dans le 208Pb et dans l'238£7 où les prédictions théoriques sont en
accord avec les résultats expérimentaux [51]. Dans l'ensemble des noyaux étudiés,
p238£/-
 rep résente un cas particulier, car c'est le seul noyau déformé fissile. Il est
donc nécessaire de traiter soigneusement la désexcitation des Résonances Géantes
par fission afin d'obtenir les sections efficaces d'émission de neutrons. Dans [51],
la possibilité d'une plus grande probabilité d'excitation de la DGDR par rapport
au calcul harmonique, compensée par une plus grande probabilité de fission, ne
peut pas être exclue.
Des processus physiques pouvant également contribuer aux sections efficaces
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FlG. 2.12 - Systématique sur les sections efficaces des DGR. Le rapport entre
les sections efficaces d'excitation coulombienne de DGR mesurées et calculées en
fonction de la masse du noyau dans le 136Xe [10, 53, 55, 15], 197Au [48], le 208P6
[9, 49, 13, 52, 53, 54] et 238U [51]. Les points relatifs à une valeur de la masse fixée
correspondent soit à différentes mesures (c'est le cas du 20SPb) soit à différents
calculs réalisés pour le même noyau [4, 11, 13, 51].
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dans la région de la DGDR, à savoir l'excitation de deux GDR dans deux différents
noyaux cibles ainsi qu'une éventuelle excitation de la cible et du projectile, ont
été estimées et soustraites [10, 9].
Finalement, une erreur expérimentale n'est pas à exclure. C'est la raison pour
laquelle de nouvelles mesures ont été réalisées sur le 136A"e. Les données sont en
cours d'analyse [14].
En dehors des difficultés expérimentales, il est important de comprendre si
ce désaccord expérience-théorie ne révèle pas une connaissance incomplète de la
structure des DGR ou une description insuffisante du mécanisme de réaction.
2.2.3 Au-delà des approches standard : les anharmonicités
et les non-linéarités
Le désaccord expérience-théorie nous a motivé pour aller au-delà des des-
criptions existantes et rechercher des mécanismes capables de modifier la pro-
babilité d'excitation de la DGR tout en gardant les énergies et les largeurs de
ces états très proches des prédictions harmoniques (fig.2.6). Dans ce contexte,
il est bien évident qu'il est de toute première importance d'arriver à prédire les
sections efficaces d'excitation coulombienne. Nous nous sommes donc concen-
trés sur la description des Résonances Géantes Doubles excitées par excitation
coulombienne. Bien que les approches utilisées jusqu'à présent pour calculer les
sections efficaces d'excitation des DGR soient différentes, elles sont, pour la
majorité, basées sur les deux hypothèses suivantes : harmonicité pour le mou-
vement vibrationnel du noyau et linéarité pour le champ externe excitateur
[10, 9, 48, 13, 52, 51, 53, 54, 55, 56, 57, 58, 59, 60, 62, 61].
Des calculs sur la décroissance directe par émission gamma des DGR avaient
déjà montré que des termes non-linéaires dans le champ externe excitateur pou-
vaient être importants [63]. Nous avons pensé qu'avant de mettre en cause notre
compréhension générale des Résonances Géantes [15], il fallait essayer d'aller au-
delà des approches existantes en mettant en doute les hypothèses d'harmonicité
et de linéarité. C'est ainsi que nous avons pensé à introduire les anharmonicités
et les non-linéairités dans les calculs microscopiques des sections efficaces d'exci-
tation des DGR.
Nous allons maintenant présenter ces nouveaux termes et la manière avec
laquelle ils apparaissent dans une extension de ces approches.
L'approximation RPA correspond, comme nous l'avons vu, à de petites oscil-
lations de la densité autour de la densité HF. De ce fait, seulement l'interaction
résiduelle p-t entre fermions est incluse. Or, les DGR étant le deuxième quan-
tum, elles sont des vibrations de grande amplitude où une Résonance Géante est
excité au-dessus d'une autre Résonance Géante. Il faut alors ajouter des termes
supplémentaires à l'interaction résiduelle p-t entre fermions, notamment l'inter-
action résiduelle entre les particules et les trous (p-p et t-t) des deux phonons.
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L'inclusion des termes Vpp>,p»t, Vtt\t"P ypp>,P»P'"et Vti,^,tm dans (2.1) correspond,
dans le contexte des transformations en bosons, à l'inclusion dans l'hamiltonien
intrinsèque HQ (2.4), harmonique à l'approximation RPA, de termes d'ordres 3 et
4 dans les opérateurs de boson 6jt, bpt (2.2). De même, il faut empêcher d'exciter
deux fois la même particule (ou trou), c'est-à-dire qu'il faut inclure des correc-
tions dues au principe de Pauli. Dans le contexte des transformations en bosons,
ces corrections s'expriment par des termes d'ordre 4 dans les opérateurs b^u bpt
(2.2) (chapitre 7).
C'est l'interaction résiduelle p-p, t-t dans l'espace de fermions équivalente aux
termes d'ordre 3 et 4 dans les opérateurs de boson bpt, bpt ainsi que ces corrections
dues au principe de Pauli que nous appellerons par la suite les anharmonicités.
Elles introduisent un couplage entre les états à 1-phonon et 2-phonons avec les
états à 2-phonons. Leur effet est double. D'une part elles modifient les énergies
des états harmoniques, d'autre part elles mélangent les fonctions d'ondes des
phonons RPA (chapitre 7).
En ce qui concerne l'hypothèse linéaire, elle correspond à un champ externe
qui induit de petites variations de la densité. Or, dans une excitation multiple,
l'action du champ sur un noyau déjà excité induit une dépendance non-linéaire.
Ce qui correspond à l'introduction, en outre des termes 6*f et bpt, des termes
p-p et t-t, a^papi et a\at', dans W(t) (2.3). Ces termes s'expriment, à l'aide des
transformations en bosons, par des termes quadratiques dans les opérateurs bpt,
bpt (chapitre 7). Ce sont ces nouveaux termes que nous appellerons par la suite les
non-linéarités dans le champ externe. Leur introduction ouvre des nouvelles voies
au mécanisme d'excitation. En effet, les termes a^api et a\at' transforment un état
de particule (de trou) dans un autre état de particule (de trou). Par conséquent, ils
permettent une transition d'une excitation p-t à une autre et donc, par exemple,
des transitions entre les états à 1-phonon. De même, les termes apap> et a\at>
introduisent des transitions directes du fondamental aux états à 2-phonons, grâce
aux corrélations dans le fondamental RPA (chapitre 7).
Actuellement, les études des effets des anharmonicités et des non-linéarités ne
sont pas très nombreuses. Des calculs microscopiques de l'interaction résiduelle
entre phonons ainsi que des termes dus au principe de Pauli ont montrés que
les corrections apportées aux énergies et aux fonctions d'onde de phonons sont
petites. Les énergies ne sont modifiées que de l'ordre de quelques centaines de keV
jusqu'à un maximum de un MeV par rapport à leur valeur harmonique [64, 65].
Du fait des petites corrections apportées par les anharmonicités aux états
à 2-phonons, l'opinion commune était qu'elles ne pouvaient pas avoir d'effets
importants sur les probabilités d'excitations de ces états. Par conséquent, elles
n'avaient jamais été introduites dans un calcul dynamique des sections efficaces
d'excitation des DGR.
Les effets des termes non-linéaires dans l'excitation nucléaire des DGR har-
moniques ont étés étudiés dans le passé. De calculs classiques [67, 68] ainsi que
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de calculs quantiques (incluant seulement les termes non-linéaires permettant des
transitions entre les états à 1-phonon) [69, 70] ont montré que les effets de termes
non-linéaires sur les probabilités d'excitations ne sont pas très importants.
Nous avons donc étudié les effets des anharmonicités et des non-linéarités sur
les sections efficaces d'excitation des DGR.




Dans ce chapitre nous présenterons l'étude d'un modèle schématique. En effet,
la simplicité des modèles schématiques permet de comprendre plus facilement les
mécanismes mis en jeu et d'entrevoir des comportements généraux présents dans
des descriptions plus réalistes. C'est pour cette raison que nous avons utilisé le
modèle exactement soluble d'un oscillateur anharmonique excité non-linéairement
pour étudier les effets des anharmonicités et des non-linéarités, notamment sur
la probabilité d'excitation du deuxième état excité.
Avant de présenter le modèle, rappelons brièvement les propriétés classiques
et quantiques d'un oscillateur anharmonique.
3.1 Propriétés classiques et quantiques
L'étude du comportement d'un système au voisinage d'un point d'équilibre
ço se ramène souvent à l'équation du mouvement d'un oscillateur harmonique.
A l'ordre le plus bas, le développement autour du point d'équilibre du potentiel
U(q) s'écrit :
avec q la coordonnée pour un système à une dimension. L'équation du mouvement
pour le système est donc celle d'un oscillateur harmonique dont la fréquence OJ0
ne dépend que de la masse du système et de la forme du potentiel.
Lorsqu'une force extérieure l'excite, le système est soumis à une force de rappel
proportionnelle à l'écart (q — qo) et effectue de petites oscillations autour du point
d'équilibre ço-
De nombreux systèmes peuvent être assimilés à un oscillateur harmonique.
Mais, à partir du moment où 1' amplitude des oscillations devient grande, l'hy-
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pothèse harmonique exprimée par (3.1) n'est plus valable. Ces cas nécessitent
l'introduction de termes d'ordre supérieur à 2, les anharmonicités, dans le déve-
loppement de U(q). Cela entraîne de nouvelles propriétés en mécanique classique
ainsi qu'en mécanique quantique.
En mécanique classique [71], l'équation du mouvement d'un oscillateur an-
harmonique amorti, excité par une force sinusoidale de fréquence 7, est :
q + 2Xq + u%q = aq2 + (3q3 + fcos(jt)/m (3.2)
À étant le coefficient d'amortissement.
Dû aux anharmonicités, la fréquence u; des oscillations n'est plus constante,
elle dépend de l'amplitude b. A l'ordre le plus bas, cette dépendance est donnée
par la relation u = UJQ + Çb2 , où £ = F(a,/?), a et j3 étant les coefficients des
termes anharmoniques (éq.(3.2 )).
Pour de faibles excitations (c.a.d. dans l'approximation harmonique), si 7 =
UJQ + c où e est petit et A <C ^ o (3.2), l'amplitude des oscillations 6 est reliée à /
par la relation approchée :
f
 (3.3)
2mujQ\J (7 — 4JO)2 + A2
Le système présente un phénomène de résonance quand 7 est proche de la fré-
quence propre LOQ. Pour de fortes excitations, il existe une valeur critique pour
l'intensité / , fk , telle que si / > fk, la fonction b = b(e) admet, pour une valeur
de 7 donnée, deux solutions stables et une solution instable (fig.3.1).
Finalement, de nouveaux phénomènes de résonance apparaissent si la fré-
quence de la force 7 est égale à pcjo/q où p et q sont des nombres entiers. Pour
des valeurs de p et q données, les fréquences excitées sont la fréquence puJo/q ainsi
que les fréquences multiples et sous-multiples. L'intensité de ces phénomènes de
résonance décroît très vite pour des harmoniques grandes. De ce fait, une force
présentant seulement des fréquences sous-multiples de la fréquence propre u de
l'oscillateur peut, par exemple, exciter une résonance de fréquence UJ.
En mécanique quantique [72], la séparation en énergie des états excités d'un
oscillateur harmonique à une dimension est donnée par la relation En+i — En —
hijj. Le spectre en énergie présente donc des fréquences multiples d'une seule
fréquence. La base standard de fonctions propres \n >, relatives aux valeurs
propres En est donnée, dans la représentation x, par les fonctions
th (T\ •—<? r l r î ^>— /V Ff (OT\P~2a? (% 4^
où Nn est un facteur de normalisation, a — (mu/h)1/2 et Hn sont les polynômes
d'Hermite de degré n.
Lors de l'excitation d'un oscillateur quantique par une force externe, la pro-
babilité Pn de le trouver dans un des niveaux d'énergie En = (n + 1/2)HUJJ




FlG. 3.1 - Les figures, a) b) c) représentent schématiquement la réponse d'un
oscillateur anharmonique classique à des excitations d'amplitude f croissante.
En passant d'une faible excitation ( / -¥ 0) à une valeur de f supérieure à la
valeur critique fk (voir texte), la fonction 6(e) donnant l'amplitude des oscillations
devient une fonction à plusieurs valeurs [71],
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n = 0,1,2, etc., est donnée par une loi de Poisson
_na
n!
où n est la valeur moyenne du nombre de quanta :
°°n= / F(t')e-lu;t dt' (3.6)
—OO
étant la force externe dépendante du temps. Une fois la probabilité du
premier état excité connue, la probabilité du nieme état excité est connue. Les
probabilités d'excitation calculées en théorie des perturbations suivent la loi de
Poisson (3.5), au facteur e~n près.
Signalons qu'un oscillateur harmonique quantique excité par une force externe
représente le premier exemple d'état cohérent introduit par Schrôdinger en 1926
[73]. Les états cohérents sont les états quantiques les plus proches des états clas-
siques c'est-à-dire que l'évolution en temps des coordonnées généralisées, régie
par l'équation de Schrôdinger, satisfait à l'équation d'Ehrenfest : leurs valeurs
moyennes évoluent dans le temps selon les équations classiques d'Hamilton.
L'introduction de termes anharmoniques dans l'hamiltonien de l'oscillateur
harmonique s'écrit :
H(q, p) = 2^P2 + imu-V + ^aq3 + ~/394 (3.7)
où p est l'impulsion associée à la coordonnée q. Cela modifie les énergies et
les fonctions d'ondes associées, solutions de l'équation de Schrodinger statique,
H\xj) >— E\ip >. D'une part la séparation en énergie entre niveaux voisins n'est
plus constante, En+i — En ^ Hu>, d'autre part les fonctions d'ondes sont des
mélanges de fonctions d'onde de l'oscillateur harmonique (3.4) (flg.3.2).
La solution de l'équation de Schrôdinger d'un oscillateur anharmonique quan-
tique n'est plus un état cohérent. La probabilité Pj de le trouver dans un état
excité \<f>j > , lors d'une excitation, n'est plus donnée par la loi (3.5). C'est alors
l'effet des anharmonicités sur les énergies et sur les fonctions d'onde qui entraîne
des déviations importantes à la loi de Poisson. Par la suite, la comparaison avec
une loi de Poisson sera employée pour étudier les effets des termes anharmoniques
sur les probabilités d'excitation des différents niveaux, notamment du deuxième
état excité.
3,2 Description du modèle
Nous allons maintenant décrire l'hamiltonien statique, l'opérateur d'excitation
et les règles de somme du modèle schématique à une dimension [16, 17]. Ce modèle
n'inclut ni la parité ni le moment angulaire. En outre, il n'y a qu'un seul type
d'états excités. Toutefois, il a été construit de telle sorte que ces caractéristiques
soient les plus proches possibles du calcul microscopique (chapitre 7) [4, 64, 18].
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FlG. 3.2 - L'introduction d'anharmonicités dans l'hamiltonien d'un oscillateur
harmonique quantique (3.7) modifie d'une part le spectre en énergie (En+i ^
nEn) et d'autre part les fonctions d'ondes associées.
L'hamiltonien statique
Soit un oscillateur anharmonique de fréquence propre UJ et masse m (h = 1)
dont l'hamiltonien est donnée par :
H(x,p) = — p2 + -mw 2 i 2 + ax3 + j3x4
2m 2
(3.8)
Le terme x3 introduit une interaction résiduelle entre le premier et le deuxième
état excité de l'oscillateur harmonique, tandis que le terme x4 dans (3.8) couple
le deuxième état avec lui-même. Ces termes simulent l'interaction résiduelle entre
les états à 1-phonon et 2-phonons et entre les états à 2-phonons (chapitre 7). Les
coefficients des termes anharmoniques dans (3.8) peuvent être fixés à partir des
valeurs des éléments de matrice de couplage obtenues dans les calculs microsco-
piques.
Le signe du coefficient a ne modifie pas les valeurs propres et les fonctions
propres de H (3.8). Par contre, il change la probabilité d'excitation des états
car le terme ax3 n'est pas symétrique par réflexion. Le signe de j3 modifie la
forme du potentiel qui devient plus "aplatie" ou plus "étroite" selon que le signe
est négatif ou positif. Par conséquent, l'énergie du deuxième état excité est plus
petite (si J3 < 0) ou plus grande (si j3 > 0) que deux fois l'énergie du premier état
excité. Les signes peuvent également être choisis suivant les résultats de calculs
microscopiques. Si (3 < 0 le potentiel associé à l'hamiltonien (3.8) n'est pas borné
inférieurement. Il faut donc ajouter des termes en Sx6 avec ô > 0 afin de le rendre
borné inférieurement.
Une fois introduites les anharmonicités, l'hamiltonien H (3.8) a été renorma-
lisé, afin de garder l'énergie du premier état excité fixe. Des variations de cette
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énergie auraient modifié de façon triviale les probabilités d'excitation des états
excités.
Selon une des interprétations possibles de ce modèle, les opérateurs x et p
sont des variables collectives et représentent la distance entre le centre de masse
des protons et des neutrons et l'impulsion associée. La masse m correspond à
la masse réduite du système proton-neutron, i.e. NZ/(N + Z), N et Z étant le
nombre de neutrons et de protons. La fréquence u> est donnée par l'énergie de
la vibration des protons en opposition de phase avec les neutrons. Dans ce cas,
l'hamiltonien (3.8) ne devrait pas présenter de termes en x3 car ce terme n'est
pas symétrique par réflexion.
L'opérateur d'excitation
L'opérateur d'excitation utilisé a été fixé afin de simuler l'excitation électro-
magnétique d'une résonance géante produite dans une collision relativiste entre
ions lourds, collision qui sera traitée de façon semi-classique. Une description
classique d'une collision entre deux ions lourds n'est valable que lorsque la lon-
gueur d'onde de de Broglie associée au projectile est plus petite que la distance
d'approche.
Aux énergies relativistes [74, 62], la trajectoire du projectile peut être approxi-
mée par une droite définie par le paramétre d'impact b et une vitesse constante v.
Les composantes transverse, Ej(t), et longitudinale, Ep(t) du champ électroma-
gnétique produit par une charge Zp se déplaçant à vitesse constante le long d'une
droite, dans le référentiel de la cible au repos, sont données par les relations :
_ (3.9)
(J2 + ( t Y ) ï
EP(t) = ZpnVt , (3.10)
(b2 + ( t ) 2)
où 7 est le facteur de Lorentz associé a v. Dans le modèle schématique nous
n'utiliserons que la composante électromagnétique ET qui est la plus importante
(annexe A). Le champ externe W(t) est donné alors par
W(t)=NET(t)x (3.11)
où M est un facteur de normalisation.
Dans le formalisme de la seconde quantification, les opérateurs x et p peuvent
s'exprimer en fonction des opérateurs de destruction b et de création tf :
. J b ^ + k)
p =
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A l'aide des relations (3.12), le champ W(t) (3.11) s'écrit:
W(t) = F(t)(tf + 6) (3.13)
où F(t) est donné par la relation:
F(t) = - -
Afin d'étudier des effets de non-linéarités dans le champ externe (3.11), les termes
non-linéaires $16*6, «^(iW -f 66) on été ajoutés à (3.13). Dans ce cadre, le terme
6*6 ainsi que les termes 6*6* et 66 simuleraient les opérateurs d'excitation non-
linéaires QlQv>, QlQl* et QuQu' dans le champ externe dont les effets sur les
probabilités d'excitation seront étudiés dans le calcul microscopique (chapitre 7).
Le premier terme, QlQ»', permet des transitions d'un état à 1-phonon à un autre
état à 1-phonon (par exemple, \GDR >-> \GQR > ). Le deuxième, QlQl> et son
hermitique conjugué, introduisent des transitions directes de l'état fondamental
à un état à 2-phonons (par exemple, |0 >-> \GDR®GQR >). Les coefficients Si
et 82 des termes non-linéaires peuvent être fixés suivant des résultats de calculs
microscopiques.
Les règles de somme
II est possible d'associer à l'opérateur d'excitation x (3.11) et à l'hamiltonien
H (3.8), les règles de somme définies par la relation :
k'
où les états \k >, \k' > et les énergies E'k,Ek sont solutions exactes de l'équation
de Schrôdinger pour l'hamiltonien H. A l'aide des règles de commutation entre
les opérateurs H et x, les règles de somme (3.15) peuvent être exprimées [75] :
s IC'ITIIC >» \^(P,. F,\ — ^ JUIFT» \W T I I I ^ ^ CK 1 f\\\ K \X IK *•> \ l -C/Jfe' — H/lc I —  s ri' X , i l . X a / IO.1UII I I V ^ ** / cy I L ? L ~ J J I V /
Les règles de somme associées à l'opérateur x et évaluées sur l'état fondamental,
mjo>, ainsi que sur le premier état excité, m|1>5 sont données par l/2m car le
double commutateur [z, [H, x]] est égal à 1/m. A partir de cette relation et dans
l'hypothèse où la règle de somme m|o> est dominée par la transition entre le
fondamental et le premier état excité, on en déduit la relation | < l|x|0 > |2 ~
l/2mEi. Egalement, dans l'hypothèse que m ^ est dominée par deux transitions
seulement, la transition du premier état excité au fondamental et du premier état
au deuxième état excité, on obtient | < 2|x|l > |2 « l/m(i?2 — Ei). Le rapport
entre ces éléments de matrice est donné par la relation [17] :
™ _ _ _ ~ 2 - ^ - i g - (3.17)
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Dans le cas harmonique, ce rapport est trivialement égal à 2 car E2 — E\ = E\.
L'introduction de termes anharmoniques produit une augmentation ou bien une
diminution de ce rapport selon que E2 — E\ est plus petit ou plus grand que E\.
Ceci sera utilisé dans la suite pour l'interprétation des résultats sur les probabilités
d'excitation (paragraphe 3.4.1).
Le fait, démontré précédemment, que le double commutateur [x, [H, x]] ne
varie pas après l'introduction des termes anharmoniques dans H est une propriété
toute particulière de ce modèle. Cette propriété permet d'éliminer les variations
triviales des probabilités d'excitation dues à une éventuelle modification des règles
de somme (3.16).
En ce qui concerne les termes non-linéaires dans le champ excitateur (3.11),
décrits dans le paragraphe précédent, ces termes modifient les règles de somme
(3.16). Rappelons que ces termes nouveaux n'ont jamais été inclus dans les calculs
microscopiques de l'excitation coulombienne des Résonances Géantes Doubles [4].
3.3 Le choix des paramètres
Le choix des paramètres a été déterminé suivant les résultats de calculs mi-
croscopiques antérieures et pour être consistant avec le calcul réaliste que nous
voulions réaliser (chapitre 7).
- l'hamiltonien statique. Les valeurs des coefficients a et /3 des termes an-
harmoniques dans (3.8) ont été calculées afin que les éléments de matrice
< 2|ax3 | l > et < 2| : (3xA : |2 > soient au maximum de 1 MeV. (Le pro-
duit normal a été introduit pour empêcher le couplage des états à 1-phonon
avec eux-mêmes.) La valeur de 1 MeV représente une valeur indicative pour
l'interaction résiduelle entre phonons [64] qui varie, comme nous le verrons
(chapitre 7), selon le noyau considéré. En ce qui concerne les signes des co-
efficients, les résultats des calculs microscopiques montrent que l'interaction
résiduelle entre deux résonances géantes dipolaires est négative et diminue
l'énergie du deuxième phonon tandis que dans le cas de deux résonances
géantes quadrupolaires, l'interaction résiduelle tend à augmenter l'énergie
du deuxième phonon [64]. Le signe de j3 a donc été pris négatif pour simuler
le cas dipolaire.
- l'opérateur d'excitation. Afin de simuler l'excitation d'une résonance géante
dipolaire dans un noyau donnée, le facteur de normalisation M dans le
champ externe (3.11) a été pris égal à
m _ _ _ _ go—— (MeV barn) (3.18)
me A A
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Z, N et A sont la charge, le nombre de neutrons et la masse du noyau cible,
c'est-à-dire qu'il a été fixé à 100% de la règle de somme de Thomas-Reiche-
Kuhn, 60NZ/A, qui représente la force dipolaire isovectorielle [76, 75].
- les termes non-linéaires. Les résultats microscopiques correspondant à la
réf. [18] montrent que, suite à l'introduction des termes non-linéaires du type
QlQv' dans le champ externe excitateur, la transition \GQR >-> \GDR >
est « 1/36 de la transition |0 >—> \GDR >. De plus, les transitions directes
du fondamental aux états à 2-phonons, dues aux termes de type QlQl> et
QvQv'-, sont dix fois plus petites [63]. Les coefficients 8^82 ont été fixés
suivant les résultats microscopiques correspondant à la réf. [18]. Le coeffi-
cient $1 a été évalué afin d'avoir l'élément de matrice < 1|VF|1 > égal à
1/6 de l'élément < l|W|0 >. Le coefficient 82 a été fixé de façon à ce que
< 2|W|0 > soit égal à < 1|W|1 > /10. Il en résulte que les effets des
termes 82^^ et <$2&6 sur les probabilités d'excitation sont négligeables. Par
conséquent, seulement le terme 8itfb sera pris en compte dans (3.11).
Nous avons utilisé ce modèle pour simuler l'excitation d'une résonance géante
double dans le l36Xe lors de la réaction l36Xe +208 Pb à E/A = 700MeV/A [10].
Rappelons que la section efficace expérimentale totale dans la région de la GDR
est a = 1485 ± 100 mb (cette valeur inclut la GQR isoscalaire et isovectorielle) et
que celle de la DGDR est VDGDR = 210 ± 50 mb. L'énergie mesurée de la GDR
dans le 136Xe est 15.2 MeV tandis que EDGDR = 28.3 ± 0.7 MeV.
Rappelons que dans le calcul microscopique basé sur la RPA [15] des sections
efficaces d'excitation coulombienne dans le 136Xe, la section efficace calculée pour
le premier phonon est de 1480 mb tandis que celle du deuxième phonon est de
50 mb, c'est-à-dire qu'elle est 4 fois plus petite que la section efficace expérimen-
tale de la DGDR [10, 15]. Ce désaccord très important, ne peut pas être dû au
paramètre ro, définissant la distance minimale entre les ions (annexe B) car une
réduction de ce paramètre entraînerait une augmentation simultanée des sections
efficaces <72 et <j\.
Comme nous le verrons (paragraphe 3.4), les sections efficaces du premier et
du deuxième état excité calculées dans notre modèle dans le cas harmonique et
linéaire (tab.3.1) sont compatibles avec les prédictions du calcul [15]. Ceci montre,
bien que le modèle utilisé soit schématique, que l'ordre de grandeur des sections
efficaces est raisonnable.
3.4 Résultats : les probabilités d'excitation et
les sections efficaces
La méthode des voies couplées a été employée pour calculer les probabilités
d'excitation (annexe B). Afin d'étudier les effets des anharmonicités ainsi que
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des termes non-linéaires du champ externe sur les probabilités d'excitation du
premier et du deuxième état excité de l'hamiltonien (3.8), quatre cas ont été
étudiés :
- Un oscillateur harmonique excité linéairement (calcul de référence),
- Un oscillateur harmonique excité non-linéairement,
- Un oscillateur anharmonique excité linéairement,
- Un oscillateur anharmonique excité non-linéairement.
l)Un oscillateur harmonique excité linéairement Les paramètres a,/?
dans (3.8) ont été pris égaux à zéro. Les énergies sont alors En = £"i(n-f \)
(n = 0,1,2, ..etc.) et les fonctions d'ondes \n > sont données par l'équation (3.4).
Comme nous l'avons vu, un oscillateur harmonique excité linéairement est un
état cohérent. La probabilité Pn de trouver le système dans l'état \n > doit donc
suivre la loi de Poisson (3.5), F(t) dans (3.6) étant donné par (3.14).
Les sections efficaces calculées du premier et du deuxième état excité <7i et a2
sont données (tab.3.1).
2)Un oscillateur harmonique excité non-linéairement L'effet du terme
non-linéaire Sitfb est d'augmenter <7i de 5% et a2 de 10% (tab.3.1) car il introduit
une variation dynamique des énergies des états.
Le rapport ^/ci est pratiquement le même que dans le cas harmonique et
linéaire (tab.3.1) car après l'introduction de termes non-linéaires quadratiques
dans les opérateurs tf et 6, la fonction d'onde \ip(t) > solution de l'équation de
Schrôdinger dépendante du temps reste un état cohérent c'est-à-dire que la loi de
Poisson est préservée (3.5) [4, 69].
3)Un oscillateur anharmonique excité linéairement L'introduction des
anharmonicités modifie l'énergie du deuxième état excité par rapport à la valeur
harmonique. Elle est E2 = 28.3 MeV. Cette anharmonicité de moins de 10%
est consistante avec la systématique expérimentale sur l'énergie de DGR (fig.2.6)
[10].
La section efficace du deuxième état excité augmente d'un facteur 1.7 par rap-
port à la valeur harmonique tandis que celle du premier état reste pratiquement
constante (tab.3.1). Ce résultat indique que les anharmonicités peuvent modifier
la probabilité d'excitation du deuxième état excité de manière importante.
4)Un oscillateur anharmonique excité non-linéairement Le rapport cr2/cri
est presque 2 fois plus grand que dans le cas harmonique et linéaire parce que
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1153 (1698) 33 (93)
1200 (1762) 36 (101)
1267 (1835) 55 (139)










T A B . 3.1 - Section efficace d'excitation coulombienne du premier et du deuxième
état excité, ai et a2. Les valeurs ont été obtenues avec le paramètre r0 égal à 1.5
fm (les valeurs entre parenthèses correspondent à 7*0 = 1.2 fm). La première ligne
donne les résultats du calcul de référence, à savoir un oscillateur harmonique ex-
cité linéairement. La deuxième ligne présente l'effet de l'inclusion des seuls termes
non-linéaires dans le champ externe tandis que les résultats obtenus après l'intro-
duction des anharmonicités seules sont donnés à la troisième ligne. La dernière
ligne indique les effets des termes non-linéaires ainsi qu'anharmoniques [16].
l'introduction des termes anharmoniques dans l'hamiltonien (3.8) ainsi que non-
linéaires dans le champ externe (3.11) induit une augmentation de 100% de a2 et
de 20% de ai par rapport au calcul de référence (tab.3.1).
Le rapport a2/ai a été calculé pour différentes énergies du projectile dans les
deux cas (harmonique et linéaire et anharmonique et non-linéaire) (fig.3.3). Les
résultats montrent que l'augmentation du rapport a2/ai due aux anharmonicités
et aux non-linéarités (tab.3.1) dépend de l'énergie du projectile et elle est plus
importante pour des faibles énergies incidentes (fig.3.3). En effet, dans ce cas, la
probabilité d'excitation coulombienne est très sensible à des variations de l'énergie
du deuxième état excité, énergie qui est effectivement modifiée par les termes
anharmoniques et non-linéaires. En outre, le rapport a2/ai présente un maximum
(fig.3.3). Dans un calcul réaliste des sections efficaces, l'énergie correspondante à
ce maximum donnerait les conditions expérimentales optimales pour l'observation
des DGR.
Nous avons vu que l'introduction des anharmonicités et des non-linéarités
peut augmenter la section efficace d'excitation du deuxième état d'un facteur 2
(tab.3.1). Dans le calcul microscopique, nous retrouverons des effets également
importants sur la probabilité d'excitation de certains états à 2-phonons (chapitre
7). Par contre, l'effet des anharmonicités et des non-linéarités sur la section effi-
cace totale dans la région de la DGDR sera beaucoup plus petit car l'interaction
résiduelle s'est avérée être en moyenne plus faible dans les noyaux étudiés (cha-
pitre 7) que la valeur indicative de 1 MeV considérée dans ce modèle (paragraphe
3.3).
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FlG. 3.3 - Rapport de la section efficace du deuxième et du premier état excité,
c^/^i, en fonction de l'énergie du projectile pour deux valeurs du paramètre r0,
r0 = 1.2 fm (A) et r0 = 1.5 fm (B). Les courbes du-dessous correspondent au
calcul de référence, linéaire et harmonique, tandis que celles du-dessus se réfèrent
au calcul non-linéaire et anharmonique [16].
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3.4.1 Interprétation perturbative des résultats exacts
Nous allons maintenant utiliser un calcul perturbatif des probabilités d'ex-
citation du premier et du deuxième état excité pour interpréter les effets des
anharmonicités sur le rapport exact P2/P1 en fonction du paramètre d'impact 6
(fig.3.4) ainsi que l'augmentation produite sur cr2 par rapport à la valeur harmo-
nique (tab.3.1, troisième ligne). Dans la suite, le champ externe est linéaire.
Au premier ordre en théorie des perturbations, la probabilité d'excitation du
premier état excité est Pi = A\ OÙ
+00
< <h\W(t)\<l>Q > elEltdt = < 01|(6t + 6)|0o > Fi(£?i) (3.19)
—00
et Fi(Ei) est la transformée de Fourier du champ externe W(t) linéaire en x
(
En ce qui concerne la transition directe A2l) = f*™ < <t>2\W(t)\<f>0 > eiE2tdt,
elle est négligeable. Ceci montre que la probabilité d'exciter le deuxième état dans
une seule étape à partir de l'état fondamental est peu probable.
Au deuxième ordre en théorie des perturbations, la probabilité d'excitation
du deuxième état excité est P2 = \A2 \ où l'amplitude A2 est
/•+00 rt
/ FMJ&'Wdt / F(t')eiElt dt'
J—oo J—oo
\ < ^ | (6 f + b)\fa >< 0i|(6+ + 6)100 > F2(E2 - EUE{) (3.20)
et
~ i t d u ~TP ( IP TP Z71 \ __ TP f JP JP \ JP 1 IP \ \ D I IP ( TP TP , *\TP ( TP \ , *\
r2\£j2 — JDI, EJ\ ) — r\\Jtli2 — Hi\ )"\\ *-J\ ) i r ï — " \ \ *-/2 — *->\ — w)"i\*-'i ~r &)•
7T J UJ
(3.21)
En utilisant les expressions (3.19) et (3-20), la fonction P2/Pf, fonction du
paramètre d'impact 6, s'écrit en théorie des perturbations :
|2 I fp ( jp jp Jp \ | 2
19 I ri / 7-1 \\A yO.64)
Cette fonction est donc exprimable comme produit de deux facteurs. Le premier
facteur ne dépend que des fonctions d'ondes tandis que le deuxième ne dépend
que des énergies.
Afin de discerner entre les différents effets des anharmonicités sur les pro-
babilités d'excitation, le rapport P2jP\ exact a été calculé dans les quatre cas
(fig.3.4) : - 1) un oscillateur harmonique, - 2) des anharmonicités dans les fonc-
tions d'onde, - 3) des anharmonicités dans les énergies, - 4) des anharmonicités
dans les fonctions d'onde et dans les énergies. L'interprétation perturbative que
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nous allons donner dans chaque cas n'est valable que pour de grands paramètres
d'impact, car pour des paramètres d'impact petits, l'interaction entre les deux
ions est intense et l'utilisation de la relation (3.22) n'est plus justifiée.
l)Un oscillateur harmonique
Dans une approximation harmonique, l'énergie E2 = 2Ei et la base \<j>j >
se réduit à la base standard \n > de l'oscillateur harmonique. De ce fait, la
valeur principale dans (3.21) est égale à zéro. A l'aide des relations :
6f|ra > = y/(n + l)\n > , b\n > = y/n\n > (3.23)
qui expriment l'action des opérateurs 6* et b sur la base \n >, il en résulte
que le rapport (3.22) vaut 1/2. Rappelons que ce rapport est au facteur
e~
n
 près celui donné par une loi de Poisson (3.5). Aux grands paramètres
d'impact, la fonction exacte P2IP\ tend effectivement vers la valeur 1/2
(fig.3.4, courbe en pointillé).
2)Des anharmonicités dans les fonctions d'onde
L'inclusion d'anharmonicités dans les fonctions d'ondes modifie le rapport
< ^>2|(6+ + 6)|^i > 171 < <f>x\(tf + b)\<f>0 > |2 dans Péq.(3.22) par rapport
à la valeur harmonique. En effet, la relation (3.17), déduite à l'aide des
règles de somme, montre que ce rapport augmente d'un facteur constant
car E2 — Ei < Ei. Ceci explique alors l'augmentation constante du rapport
exact P2/P1 par rapport à la valeur 1/2 dans la figure (3.4) (courbe en trait
mixte).
3)Des anharmonicités dans les énergies
L'inclusion des anharmonicités dans les énergies des états produit une dé-
viation croissante avec 6 à la valeur 1/2. En effet, en négligeant dans (3.21)
la valeur principale, le rapport entre les transformées de Fourier du champ
dans (3.22) s'écrit :
Ei v,*_s , (3-24)
où Ki est la fonction de Bessel modifiée du premier ordre et r « b/'yv est
le temps d'interaction de la collision. A la limite b —)• oo, cette relation
devient :
\F2(E2 — E2 — 2 ,[2(2E1-E2)r] (3.25)
Si (2Ei — E2) > 0 et du fait que le rapport entre les éléments de matrices
dans (3.22) vaut 2, alors le rapport P2/P1 (3.22) est une fonction croissante
de 6 car r croît avec b.
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FlG. 3.4 - Rapport P2/P? en fonction du paramètre d'impact b, Pj étant la
probabilité exacte d'excitation de l'état excité \<f>j >. La courbe en pointillé est le
résultat du calcul harmonique. Les autres courbes illustrent la déviation à la loi de
Poisson due aux anharmonicités. La courbe en trait mixte est le résultat quand
seules les anharmonicités sur les fonctions d'onde sont incluses. La courbe en
tirets montre la déviation quand les anharmonicités sur les énergies sont incluses.
La courbe en ligne pleine est le résultat d'un calcul où les anharmonicités sur les
fonctions d'ondes ainsi que sur les énergies sont incluses. Dans tous les calculs le
champ externe est linéaire [16].
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Ce qui explique donc le comportement de P2/ P\ exact en fonction de b
(fig-3.4, courbe en tirets).
4)Des anharmonicités dans les fonctions d'onde et dans les éner-
gies
D'après les relations (3.17) et (3.25), après l'inclusion des anharmonicités
dans les fonctions d'onde et dans les énergies, le rapport perturbatif (3.22)
s'écrit à la limite b —>• 00 :
EL __> lE2 - Ei
 e[2{2El.E2)T] , .
Pl 2 E v '
Nous comprenons donc que la fonction exacte P2IP\ (fig.3.4, courbe en
ligne pleine) dévie de la valeur 1/2 ainsi que de la loi de Poisson.
Ces effets des anharmonicités à la fois sur les énergies et sur les fonctions
d'onde expliquent aussi l'augmentation de la section efficace du deuxième état
excité par rapport au cas de référence. En effet, a2 passe de 33 mb (valeur har-
monique) (tab.3.1) à 40 mb (effet sur les énergies) et de 33 mb à 48 mb (effet sur
les fonctions d'ondes). L'inclusion des anharmonicités sur les énergies et sur les
fonctions d'onde porte cette section efficace à 55 mb (tab.3.1).
3.5 Conclusions
A l'aide d'un modèle schématique à une dimension, c'est-à-dire d'un oscillateur
anharmonique quantique excité par un champ externe non-linéaire, nous avons
étudié les effets des anharmonicités et des non-linéarités sur les probabilités d'ex-
citation des états excités, notamment du deuxième état. Le choix des paramètres,
présents dans ce modèle, a été fait suivant les résultats de calculs microscopiques
(chapitre 7) [18].
L'introduction d'anharmonicités et de non-linéarités augmente la section ef-
ficace du deuxième état excité de 100% tandis que son énergie est modifiée de
moins de 10%. Un calcul perturbatif montre que cette augmentation est due aux
effets de ces nouveaux termes d'une part sur les fonctions d'onde et d'autre part
sur les énergies des états excités.
Ce modèle schématique ne contient pas de principe d'exclusion de Pauli qui
peut évidemment avoir un effet. Nous allons donc présenter et utiliser un modèle
contenant le principe d'exclusion de Pauli.
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Chapitre 4
Un modèle à deux niveaux
Le modèle de l'oscillateur est un modèle macroscopique. Cet aspect macro-
scopique ne permet pas de faire facilement le lien avec les calculs microscopiques.
C'est pourquoi nous avons employé le modèle à deux niveaux qui est un modèle
encore schématique, mais pour un système de fermions, afin d'étudier les effets
des anharmonicités et des non-linéarités sur les probabilités d'excitation. Ces ca-
ractéristiques ont été définies pour simuler les calculs microscopiques (chapitre
7) [4, 64, 18]. Il s'agit d'une extension du modèle exactement soluble de Lipkin-
Meshkov-Glick, introduit en 1965 afin de tester les approximations présentes dans
des approches microscopiques, notamment la RPA [77].
4.1 Le modèle de Lipkin-Meshkov-Glick
L'hamiltonien de Lipkin-Meshkov-Glick
Dans le modèle original [77], un nombre fini de particules, fî, peut être rangé
dans deux niveaux séparés de c en énergie. Le nombre d'états accessibles dans
chaque niveau est égal au nombre de particules 0. De ce fait, deux nombres
quantiques, a et t, sont nécessaires pour identifier l'état de chaque particule. Le
premier, cr, indique si la particule se trouve dans l'un des deux niveaux (a prenant
les valeurs + ou — ). Le second, i, désigne les Ct différents états quantiques dans
chaque niveau (fig.4.1). L'état fondamental en absence d'interaction correspond
à l'état où toutes les particules se trouvent dans le niveau d'énergie le plus bas.
Les particules peuvent être excitées seulement d'un état quantique m du niveau
inférieur à un état i du niveau supérieur. Ce qui donne évidemment 2fi états
possibles.
Si nous imposons que chaque état i joue un rôle symétrique, alors le système
peut se décrire à l'aide des opérateurs :
n
K+ = Y, a+,ia-,i,t'
m=l
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où l'opérateur aai (et son hermitique conjugué aaj) crée (détruit) une particule
dans un état quantique (cr,i). Les opérateurs Ko,K-,K+ satisfont aux relations
de commutations :
[K+, K.} = 2K0 [Ko, K±] = ± # ± (4.2)
Ce sont les générateurs de l'algèbre SU(2). Vu l'analogie formelle avec le moment
angulaire, ces opérateurs sont appelés opérateurs de quasi-spin. Les opérateurs
K+ et K- (4.1) respectent le nombre quantique t, c'est-à-dire qu'il ne peut pas y
avoir deux particules avec les mêmes nombres quantiques, cr et i, ce qui correspond
au principe d'exclusion de Pauli.
L'application de l'opérateur a+
 ta_)t- sur l'état fondamental excite une particule
de l'état (—, i) à l'état (+,i) , ce qui laisse un trou dans l'état (—,0- Cet état
excité est appelé un état particule-trou, \lp — \t >. De même, l'application de n
opérateurs de type a+^a-,; avec des i différents à l'état fondamental produit un
état n particules-n trous, \np — nt > (fig.4.1). Chaque état peut être construit de
( j manières différentes. N-fois l'application de l'opérateur K+ (4.1) à l'état
|0 > crée un état collectif \Np — Nt >, c'est-à-dire une combinaison linéaire des( j états dégénérés \np— nt >. Le paramètre Cl est donc relié à la collectivitéU
 J
des états \Np — Nt >. En ce qui concerne l'opérateur Ko (4.1), les opérateurs
a+ia+yi et alta_)t- dénombrent le nombre de particules dans les états (+,«) et
(~,i). Par conséquent, l'action de l'opérateur Ko sur un état \Np — Nt > donne
m ~ N — fi/2 fois le même état.
L'opérateur K2 = K+K- — Ko + KQ commute avec les trois générateurs (4.1),
il est l'opérateur de Casimir du groupe. Ceci permet de ranger les 2fi états dans
des sous-espaces irréductibles de dimension 2k + 1, k étant le nombre quantique
associé à K2. Le sous-espace incluant le fondamental correspond à k = fi/2 la
valeur propre maximale de l'opérateur K2. C'est ce sous-espace de dimension
fi + 1, obtenu en appliquant fi-fois l'opérateur K+ (4.1) à l'état fondamental qui
sera utilisé par la suite. Afin de rappeler qu'il s'agit du sous-espace correspondant
à k = fi/2, ces vecteurs seront appelés |fi/2, m >, le fondamental est alors associé
à m - -fi /2.
A l'aide des opérateurs K+, K-, Ko (4.1), l'hamiltonien introduit par Lipkin-
Meshkov-Glick s'écrit [77] :
HLMG = tKQ + KK+K- + V2(K+K+ + K.K.) (4.3)
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FlG. 4.1 - Un nombre H de particules peut être rangé dans deux niveaux séparés
de e en énergie. Le nombre maximal de particules dans chaque niveau est Q.
a) Deux nombres définissent l'état quantique de chaque particule: a indique si
la particule se trouve dans le niveau inférieur (cr — —) ou supérieur (a = +) en
énergie; i désigne les Q différents états quantiques dans chaque niveau, b) Chaque
particule peut être excitée de l'état quantique (—,i) à l'état (+,i). Ce qui laisse
un trou dans le niveau inférieur. Cet état excité est donc appelé un état particule
- trou, \lp — \t >. De même, l'excitation de n particules correspond à un état n
particules - trous.
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Une interprétation du modèle de Lipkin-Meshkov-Glick est celle d'un nombre
fi de particules rangées entre deux niveaux de même moment angulaire séparés d'e
en énergie. Dans cette interprétation, le terme eKo correspond au champ-moyen
d'Hartree-Fock. L'interaction résiduelle (4.3) est évidemment de type monopole-
monopole car elle ne change pas le moment angulaire des particules. L'expression
explicite de ces termes en fonction de l'opérateur de particules aci et de son her-
mitique conjugué aa,i (4.1) montre qu'il s'agit d'une interaction résiduelle de type
pt — p't' et pp' — tt' qui simule l'interaction résiduelle incluse dans l'approximation
RPA (chapitre 7) [27].
Si les paramètres Vi et V-i (4.3) sont égaux à zéro, l'hamiltoniense réduit à CKQ.
Dans ce cas, la base considérée est évidemment formée par les vecteurs propres
de KQ. Par conséquent, les valeurs propres de HLMG = tKo relatives aux vecteurs
propres |fi/2,m > sont égales à me, avec m € [-~fi/2,fi/2]. Ces valeurs propres
étant équidistantes, le spectre en énergie est analogue à un spectre harmonique
tronqué après fi -f 1 états.
Si V\ ou V2 sont différents de zéro, alors le spectre en énergie pour l'hamiltonien
(4.3) n'est plus harmonique et si V2 ^  0 les vecteurs propres correspondants sont
un mélange des vecteurs |fi/2,m >. En effet, l'action des opérateurs K+ et K-
sur la base |fi/2, m > est donnée par les relations :
>= ^ / 2 ( n / 2 + l j -m(m + l)|ft/2,m + l > (4.4)
K- |fi/2, m >= y/n/2(n/2 + 1) ~ m(m - l)|fi/2, m - 1 >
Par conséquent, le terme ViK+K- (4.3) est diagonal dans la base |Q/2,m >.
Ce terme de type pt — p't1 (particule-trou) ne mélange pas les états ayant des
nombres différents de particules-trous. Par contre, les termes V2(K\ + Kt) de
type pp' — tf couplent les états |fi/2, m > avec |îî/2, m ± 2 > c'est-à-dire qu'ils
mélangent les vecteurs ayant un nombre m avec ceux ayant un nombre m ± 2 de
particule-trou. L'anharmonicité sur les énergies ainsi que le mélange des fonctions
d'ondes associées dépendent alors des valeurs des coefficients V\ et V2.
La limite fi grand
A la limite fi grand, l'hamiltonien HLMG (4.3) est harmonique près du fon-
damental. En effet, il est possible de réduire l'algèbre SU(2) exprimée par les
relations de commutation (4.2) à l'algèbre d'Heisenberg-Weyl pour les opérateurs
de bosons, 6* et b
[6,6*1 = 1 (4.5)
Cela peut être également montré à l'aide des méthodes d'expansion en bosons [27,
78, 79] (paragraphe 6.1 et 6.1.1). Mais, montrons-le directement en considérant
la transformation dépendant de fi [80] :
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Les relations de commutation pour 6, œ s'écrivent :
Ko étant Ko = Ko + Cl/2, d'où < Cl/2,7n\K0\Cl/2,rn > = (m + Cl/2). La limite
Cl -> oo comporte la reduction des commutateurs (4.2) à (4.5), mais seulement
dans un sous-espace de taille finie (paragraphe 6.1). En effet, si Cl et m tendent
simultanément vers l'infini, l'action de l'opérateur 2KQ/CI sur un état |fi/2,m >,
2K0/Cl\Cl/2, m > = (2m/Cl + 1) \Cl/2,m >, n'est pas définie.
A la limite Cl grand, d'après (4.6) et en imposant que les paramètres :
S2 = V2Cl/t (4.7)
restent constants quand Cl —> oo, l'hamiltonien HLMG (4.3) s'écrit :
lim HLMG = f(l + SJetfb + 52e(bW + h.c.)] (4.8)
c'est-à-dire que HLMG tend vers l'hamiltonien d'un oscillateur harmonique quan-
tique à une dimension (paragraphe 6.1.1). C'est cette limite qui simulera dans la
suite, l'approximation RPA des calculs microscopiques et qui sera utilisée comme
cas harmonique de référence.
Le cas Cl petit
Nous avons vu qu'à la limite Cl grand, l'hamiltonien (4.3) devient harmonique
près du fondamental. Dans ce cas, l'effet du principe d'exclusion de Pauli est
négligeable. Par contre, pour les petites valeurs de Cl, le principe d'exclusion de
Pauli devient important.
Si V2 = 0 et Vi = - e , l'hamiltonien (4.3) devient Ht = -e(K+K. - Ko) =
—c(K2 — KQ) c'est-à-dire que Ht — CKQ à une constante près. Il est intéressant de
rechercher une représentation de l'algèbre SU(2) afin de donner une expression
de cet hamiltonien dans une représentation r. Nous allons ainsi voir que pour
Cl petit, le principe d'exclusion de Pauli rend effectivement le potentiel de cette
représentation anharmonique. A titre d'exemple, nous allons donner la corres-
pondance entre cet hamiltonien et les potentiels anharmoniques de Morse [81] et
de Pôschl-Teller [82] (fig.4.2).
Soit l'équation aux valeurs propres pour l'hamiltonien d'un oscillateur harmo-
nique à deux dimensions (ft,w = 1, avec la masse égale à l'unité) en coordonnées
polaires (r,0):
\ (i£ri + £ 4 r») <Kr) = (S




FlG. 4.2 - Représentations r de l'opérateur KQ : a) Potentiel de Morse, V(x)/D =
( c T - 2eir); b) Potentiel de Pôschl-Teller V(x) = k(k + l)/cosh2(x). La pro-
fondeur des deux potentiels dépend du nombre quantique k associé à K2.
où n — 0,1,2,... et m = ±n, db(n — 2),.. ± 1 ou 0, la fonction d'onde du système
étant x(ri 0) = <£(r)0(0)'• En utilisant la transformation
r2 _ / ~ , i\ p (4 in\
l'équation (4.9) devient :
m (4.11)
En multipliant par cP/2 et posant x = /?</, (4.11) s'écrit :
(4.12)
où D = (n-\~l)2d/8 et E ~ —m2rf2/8, c'est-à-dire qu'elle est l'équation aux valeurs
propres pour le potentiel de Morse à une dimension V(x) = D{e~^~ — 2e"5~)
(fig.4.2). Du fait que le spectre en énergie de ce potentiel est le même que celui
de Kl (à un facteur près), le potentiel de Morse est algébriquement équivalent à
l'hamiltonien Ht = eK\ et en fournit donc une représentation x [81].
Une autre façon d'obtenir une représentation de He = CKQ est à partir de
l'isomorphisme entre SU(2) et 0(3). En effet, l'écriture des équations aux valeurs
propres pour L2 et L2 en coordonnées sphériques (r, 0, <f>) est donnée par [72] :
(4.13)
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où la fonction d'onde est \P(r, 0, <f>) — R(r)Ç(0)ij;((f)), j(j + 1) et m (m = — j , . . . -f
j) sont les valeurs propres de L2 et Lz respectivement. Or, l'algèbre 0(3) est
isomorphe à l'algèbre SU(2), la seule différence étant que le nombre quantique
k associé à K2 peut être un nombre entier ou demi-entier. D'après (4.13) et en
faisant le changement de variable cosd — tanh(p) avec p € (—00,00), l'équation
en 0 pour L2 et donc pour KQ s'écrit [82] :
L'équation (4.14) est donc l'équation aux valeurs propres du potentiel de Pôschl-
Teller V(p) - V0/cosh2(p), où Vo = j(j +1) [82] (fig.4.2). Du fait que son spectre
en énergie est le même que celui de KQ, alors ce potentiel fournit une autre
représentation pour l'opérateur K$ (pour û pair et donc k entier).
La profondeur du potentiel de Morse, D, ainsi que de Pôschl-Teller, Vo, aug-
mente avec l'accroissement de H. A la limite Cl grand, les états excités près du
fondamental des deux potentiels tendent à ceux d'un oscillateur harmonique.
Pour Ct petit, le principe d'exclusion de Pauli rend ces potentiels anharmoniques
aussi près du fondamental.
4.2 Extensions du modèle de LMG
L'hamiltonien statique
Pour simuler les anharmonicités des calculs microscopiques, c'est-à-dire l'in-
teraction résiduelle de type pp' — p"p"',ttf — t"t'",tt' — t"p,ppf — p"t qui couple
les états à 1- et 2-phonons avec les états à 2-phonons (chapitre 7), nous allons
introduire de nouveaux termes dans l'hamiltonien HLMG (4.3). Deux extensions
ont été étudiées :
1) L'hamiltonien statique est quadratique dans les opérateurs K+, K-, Ko :
HA = HLMG + AV = HLMG + V3(K+K0 + K0K.) + V4K2 (4.15)
HLMG étant donné par (4.3). Les termes K+Ko (et son hermitique conjugué)
(4.15) introduisent un couplage entre les états |H/2,m > et |îl/2, m ±
1 > tandis que le terme V4KQ (4.15) introduit un couplage entre les états
|0/2, m > (chapitre 7).
2) L'hamiltonien statique est quartique dans l'opérateur Kx = (K+ + K-)/2 :
HB = HLMG + AV = HLMG + czKzx + c4K4x (4.16)
HLMG étant donné par (4.3). Cet hamiltonien est plus "algébrique". D'après
(4.6), (4.7) et en imposant que les paramètres
£3 = c3n3/2/e S4 = c4n2/e (4.17)
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restent constants quand Q -> oo, l'hamiltonien HB tend à la limite Çl grand
vers celui d'un oscillateur anharmonique. Le terme c$Kl (4.16) introduit
un couplage entre les états |ft/2,m > et |0/2,m ± 1 > et le terme c^K*
(4.16) introduit un couplage entre les états |ft/2,m > (chapitre 7).
Les deux hamiltoniens ont été renormalisés, après l'introduction de ces nouveaux
termes, pour garder l'énergie du premier état excité fixe. Cela afin d'éviter des
variations des probabilités d'excitation qui ne seraient pas dues à un effet des
termes anharmoniques, mais plutôt à une variation de l'énergie de cet état.
L'opérateur d'excitation
Afin de simuler l'excitation coulombienne d'une DGR dans une collision relati-
viste entre ions lourds, uniquement la composante transverse du champ électrique
a été prise en compte (annexe A). La trajectoire du projectile supposé rectiligne
est définie par le paramètre d'impact b [74, 62]. L'opérateur d'excitation W(t) est
alors :
W(t) = AfBT(t)Kx (4.18)
où M est un facteur de normalisation. L'expression (4.18) s'écrit également :
W(t) = F(t)Kx (4.19)
où
F{t) = . Mpeïb
où Zp est la charge du projectile et 7 le facteur de Lorentz associé à la vitesse
constante v du projectile.
Des termes non-linéaires dans le champ externe (4.19) ont été introduits, à
savoir 61K+K- et (^(eKo + coKl)- En analogie avec le terme QlQ»' des calculs
microscopiques (chapitre 7), ces termes introduisent des transitions entre les états
|0/2,m >.
De façon à simplifier les notations, nous noterons dorénavant les états |ffc/2, m >=
\N) avec W€[0,n].
4.3 Le choix des paramètres
Les paramètres du modèle ont été fixés suivant les calculs microscopiques et
afin de simuler l'excitation d'une résonance géante dipolaire dans un noyau.
- l'hamiltonien statique.
1) H = tKç. Le paramètre t a été pris égal à l'énergie de la résonance.
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2) H — HLMG- Le paramètre e a été pris égal à 41/A1/3 [27]. Le paramètre
V2, a été pris égal à T4/2. Ce choix particulier nous permet de réduire
le nombre de paramètres présents dans le modèle. Les valeurs de V\
et V2 ont été fixées afin d'avoir l'énergie du premier état excité égal à
l'énergie de la résonance.
3) H = HA (4.15) et H = HB (4.16). Les paramètres e, Vi, V2 ont été
choisis de la même façon que précédemment. En ce qui concerne les
valeurs des coefficients des termes AV dans (4.15) et (4.16), V^^cz et
V4,c4, ils ont été fixés pour que les éléments de matrice de transition
|1 >-> |2 > et |2 >-» |2 > soient de 1 MeV. Cette valeur indica-
tive a été choisie d'après les résultats microscopiques comportant une
interaction résiduelle entre phonons [64]. Les signes de V3 et c$ ne
modifient pas le spectre en énergie, mais ils modifient les probabilités
d'excitation. Les signes de V4 et c4 ont été pris négatifs afin de simu-
ler l'excitation de deux résonances géantes dipolaires [64]. De ce fait,
l'énergie du deuxième état excité est plus petite que deux fois l'énergie
du premier état.
- l'opérateur d'excitation. Le champ externe (4.18) a été normalisé par le
facteur N ~ 2ZNe/A\/ïï de façon à ce que la transition < lIA^O >
corresponde à 100% de la règle de somme de Thomas-Reiche-Kuhn (3.18)
[76]. En ce qui concerne les coefficients des termes non-linéaires, 81 et <£2,
ils ont été fixés afin d'avoir la transition |1 >-» |1 > égale à 1/36 de la
transition |1 >-> |0 >, suivant des résultats des calculs microscopiques
correspondant à la réf. [18].
Le modèle a été utilisé pour étudier l'excitation des DRG dans le noyau 136Xe
excité lors de la réaction 136Xe +208 Pb à E/A = 700MeV/A [10]. Rappelons que
l'énergie de la résonance géante dipolaire dans le 136Xe est 15.25 MeV.
4.4 Résultats : les probabilités d'excitation et
les sections efficaces
Afin de déterminer les effets des anharmonicités sur les probabilités d'exci-
tation et sur les sections efficaces des états, la méthode des voies couplées a été
employée (annexe B), pour les trois cas précédents soit :
1) H^
2) H - HLMG (4.3),
3) H = HA (4.15) et H = HB (4.16)



























TAB. 4.1 - Sections efficaces calculées du premier et du deuxième état excité
et leurs rapports avec le calcul harmonique de référence donné par HLMG (4.3)
à la limite fi grand (quatrième ligne). Les valeurs montrées ont été obtenues
avec ro = 1.5f m (7*0 = 1.2/m). Les résultats correspondent à deux différents
hamiltoniens : cas I) H = CKQ] cas II) H = HLMG (4.3). Dans tous les calculs le
champ externe est linéaire.
Discutons ces trois cas.
1) H = eKo
Ce cas permet d'estimer les effets du seul principe d'exclusion de Pauli sur
les probabilités d'excitation.
Les valeurs pour les sections efficaces du premier état <j\, et du deuxième
état excité a2, sont données dans le tableau (4.1). La valeur de a2 est plus
petite que dans le cas harmonique. Cette réduction diminue avec l'accrois-
sement de fi (tab.4.1). Elle est uniquement due au principe d'exclusion de
Pauli qui interdit certaines transitions et réduit donc la probabilité d'exci-
tation.
2) H = HLMG
Dans ce cas, E2 est égal à 29.5 MeV.
Les résultats sur les sections efficaces G\ et a2 (tab.4.1) montrent que l'in-
teraction résiduelle de type particule-trou introduite, a un effet opposé au
principe d'exclusion de Pauli sur la probabilité d'excitation du deuxième
état excité. En effet, la section efficace a2 augmente par rapport au cas
précédent.
Rappelons que la limite fi —• 00 représente le calcul harmonique de référence
dans ce modèle.
3) H = HA et H =
Après l'introduction des nouveaux termes E2 est égal à 28.3 MeV pour
H = HA (4.15) et 28.5 MeV pour H = HB (4.16). Ce qui correspond
à moins de 10% d'anharmonicité sur l'énergie du deuxième état excité,
en accord avec la systématique expérimentale sur l'énergie des états à 2-
phonons (fig.2.6).

















TAB. 4.2 - Rapports entre les sections efficaces du premier et du deuxième état
excité et les valeurs obtenues dans le calcul de référence (i.e. HLMG (4-3) à la limite
Cl -¥ oo (Tableau (4.1))). Les sections efficaces ont été calculées avec ro = 1.5 fm
(r0 = 1.2 fm). Les résultats se réfèrent à l'hamiltonien quadratique (4.15) et à
l'hamiltonien quartique (4.16) pour deux différentes valeurs de Cl. Pour Cl grand,
l'hamiltonien quadratique devient harmonique. Dans tous les calculs le champ
externe est linéaire.
Dans le cas de l'hamiltonien quadratique (4.15), l'introduction de nouveaux
termes augmente <72 de 60% et (j\ de 20% par rapport à la valeur harmo-
nique (tableau 4.2). Ceci est en partie dû à la variation des règles de somme
m|0>et m|1> (annexe C). Afin d'estimer les effets de ces variations sur l'aug-
mentation de <72, un troisième hamiltonien a été étudié (annexe C). Les
résultats obtenus montrent qu'en gardant les règles de somme fixes (ce qui
correspond au cas dipolaire), a2 augmente seulement de 20% par rapport
à la limite harmonique (annexe C). En ce qui concerne l'hamiltonien quar-
tique, l'introduction des termes anharmoniques d'ordre 3 et 4 en Kx (4.16)
augmente la section efficace du deuxième état excité de 20-30% par rapport
à la limite harmonique (tableau 4.2).
Suite à l'introduction des termes non-linéaires dans le champ externe, la sec-
tion efficace du deuxième état excité augmente de 5 —10%. Leurs effets sont donc
beaucoup moins importants que dans le modèle de l'oscillateur anharmonique
(tab.3.1) ce qui est dû à la présence du principe d'exclusion de Pauli.
4.4.1 Interprétation perturbative des résultats exacts
Nous avons vu qu'en théorie des perturbations le rapport P2/ P\ s'écrit (3.22)
(paragraphe 3.4.1) :
1 <2\KX\1>\2\F2(E2-EUE1)\< (4.21)
et que, dans le cas harmonique, ce rapport vaut 1/2.
Nous allons maintenant utiliser la relation perturbative (4.21) pour analyser
le comportement du rapport exact P2/P1 (figs.4.3,4.4) ainsi que les modifications
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FlG. 4.3 - Rapport P2I P\ entre les probabilités d'excitation exactes du deuxième
et du premier état excité en fonction du paramètre d'impact b : a) pour H = CKQ,
les courbes en pointillé et en ligne pleine correspondent à fi = 8 et fi — 49
respectivement; b) pour H = HLMG, les courbes en pointillé et en ligne pleine
correspondent à fi = 49 et fi = 8 respectivement. Le cas 0 — 49 représente
le calcul harmonique de référence dans ce modèle. Le champ externe a été pris
linéaire. Les déviations de P2I P\ à la valeur harmonique 1/2 sont comprises avec
un calcul perturbatif (voir texte).
de la section efficace exacte 0*2 par rapport à la valeur harmonique dans les cas
décrits précédemment (tab.4.1) et (tab.4.2). Rappelons que cette interprétation
n'est valable que pour des grands paramètres d'impacts où le champ externe
n'est pas trop intense et l'utilisation de la relation perturbative (4.21) justifiée.
Rappelons que le champ externe est toujours pris linéaire.
1) H = cK0
Le spectre est harmonique, \F2(E2 — E\, Ei)\2 est égal à \Fi(Ei)\4. L'action
de l'opérateur Kx sur les états |JV > (4.4) donne:
A2 = 5 " - è > (4.22)
Nous voyons donc que, quand fi est petit, le rapport P2/P1 (4.21) en
fonction du paramètre d'impact b diminue d'un facteur constant et égal
à (1 — 1/fi) qui vient de la réduction des éléments de matrice de transition
par rapport à leurs valeurs dans le cas harmonique (3.23). Cette réduction,
due au principe de Pauli, explique d'une part le comportement du rapport
exact P2/P1 dans la figure (fig.4.3), d'autre part la diminution trouvée de
<J2 par rapport à a%ar (tab.4.1) et aussi leurs dépendances en fi.
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2) H = HLMG
L'inclusion des termes ViK+K- -f V2{K^ + /ifi) a deux effets. D'une part,
ils mélangent les fonctions d'ondes \N >, d'autre part ils rendent le spectre
en énergie anharmonique. Le mélange des fonctions d'onde augmente le
rapport KL-* Q>L d'une valeur constante par rapport à la valeur (1 — l/Q).
En ce qui concerne l'effet sur l'énergie, la limite b —)• oo implique (3.25) :
\F2{E2-EuEl)\ \E2Ej\em2E1-E2)r] u 23)
où r « 6/71; est le temps d'interaction de la collision. Ceci montre que, si
2E\ — E2 > 0, alors le rapport P2/P2 est plus grand que 1/2 et que cette
augmentation croît avec b. Ce sont alors les effets de ces termes à la fois
sur les fonctions d'ondes et sur les énergies qui expliquent la déviation du
rapport exact P2/P? à la valeur 1/2 (fig.4.3) ainsi que l'augmentation de
cr2 (cas I et II du tableau 4.1) quand H est petit.
3) H = HA et H = HB
Nous discuterons seulement les résultats de l'hamiltonien HB quartique
(4.16). Mais, l'interprétation que nous en donnerons s'applique aussi aux
résultats de l'hamiltonien quadratique (4.15). L'introduction des nouveaux
termes dans (4.16) mélange les fonctions d'ondes et augmente l'anharmo-
nicité sur l'énergie du deuxième état excité. De la même façon que dans
le point 2), ces deux effets impliquent à nouveau une déviation croissante
en fonction de b du rapport P2IP\ à la valeur harmonique 1/2. En outre,
contrairement à l'hamiltonien HA quadratique (4.15), pour Çl grand l'hamil-
tonien HB quartique tend, en imposant que les paramètres £3 = C3Û3^2/e
et S4 = C4Q2/e restent constants quand H -* 00 (éqs.4.16 et (4.17), vers
l'hamiltonien d'un oscillateur anharmonique. De ce fait le rapport P2/P2
dévie de la valeur 1/2 même pour des valeurs de 0 grandes. Ceci explique
à la fois la déviation, pour toutes valeurs de fî, du rapport exact P2/P\
croissante avec b (fig.4.4) ainsi que l'augmentation de a2 de 20 — 30% par
rapport à la valeur harmonique (tab.4.2).
4.5 Conclusions
Le modèle à deux niveaux a été développé afin d'étudier les effets d'une in-
teraction résiduelle de type pp' - p"p'", tt' - t"t'", pp' - p"t, pt - t't" sur les
probabilités d'excitation en analogie avec les approches microscopiques (chapitre
7) [4, 64, 18]. Ce modèle soluble exactement n'inclut ni la parité ni le moment
angulaire et il n'y a qu'un seul type de phonons.
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FlG. 4.4 - Rapport P2I P\ entre les probabilités d'excitation exactes du deuxième
et du premier état excité en fonction du paramètre d'impact b obtenu avec l'ha-
miltonien quartique (4.16) et le champ externe linéaire. Les courbes en pointillé et
en ligne pleine correspondent à 0 = 8 et D = 49 respectivement. L'introduction
de termes anharmoniques d'ordre 3 et 4 (4.16) entraîne une déviation importante
pour toutes valeurs de 0 de P2I P\ à la valeur 1/2 (limite harmonique), déviation
comprise à l'aide d'un calcul perturbatif.
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La comparaison au cas harmonique et linéaire montre que l'introduction des
nouveaux termes dans l'hamiltonien augmente la section efficace du deuxième état
excité de 20 à 30%, et que l'adjonction des termes non-linéaires dans le champ
excitateur introduit une augmentation supplémentaire de 5 à 10%. Ces effets
sont moins importants que dans le modèle de l'oscillateur. Un calcul perturbatif
indique que ceci est dû à une réduction des éléments de matrice de transition lié
au principe d'exclusion de Pauli.
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Chapitre 5
Le modèle à deux niveaux : une
approche champ moyen
dépendant du temps
Dans la deuxième partie de ce mémoire nous montrerons que les approches
microscopiques basées sur les méthodes d'expansion en boson permettent d'aller
au-delà des approximations linéaire et harmonique dans la description des vibra-
tions de grande amplitude. Ce type d'approche présente des approximations, c'est
à dire qu'elle implique des truncations de l'hamiltonien en boson et de l'espace
physique. Ce qui implique, en outre, que certains problèmes peuvent être difficiles
à maîtriser tels que les contributions des états spurieux appartenant à l'espace
non-physique. L'étude de ces approximations sera abordée dans le prochain cha-
pitre.
Une autre manière d'inclure les anharmonicités et les non-linéarités dans
l'étude des mouvements de grande amplitude est donnée par l'approche de type
champ moyen dépendant du temps (ou TDHF). Cette approche est a priori com-
plètement anharmonique et non-linéaire. Toutefois, elle présente le désavantage
d'être semi-classique [27, 28, 29]. Dans une description basée sur TDHF, il est
donc nécessaire de "récupérer" les propriétés quantiques du système par des mé-
thodes diverses. Un exemple est fourni par le spectre quantique en énergie qui
peut être obtenu grâce à la méthode de quantification des orbites périodiques
[27, 83].
Dans ce contexte, une des questions qui se pose alors est : quelles sont les obser-
vables les plus pertinentes reliées à l'excitation multiple des Résonances Géantes?
Comment en extraire une section efficace? Et comment celle-ci se compare-t-elle
au résultat exact?
Dans la réf. [84], l'évolution en temps des différents moments multipolaires de
la densité d'un noyau excité lors d'une réaction entre ions lourds à des énergies
intermédiaires a été calculée dans une approche de type champ moyen dépendant
du temps. Les transformées de Fourier de ces observables à un corps présentant
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des pics à des fréquences multiples de la fréquence de la Résonance Géante Qua-
drupolaire dans ce noyau, une tentative a été faite de les interpréter en connexion
avec l'excitation d'états à plusieurs phonons [6, 84].
Nous avons utilisé l'approche champ moyen dépendant du temps dans le mo-
dèle à deux niveaux (chapitre 4) dans le but d'explorer la relation entre les valeurs
moyennes des observables à un et deux corps et les probabilités d'excitation du
premier et du deuxième état excité. Nous avons étudié les limites de cette ap-
proche dans la description de ces valeurs moyennes à travers la comparaison des
solutions exactes et des solutions approchées.
5.1 L'approche champ moyen utilisée
La méthode champ moyen dépendant du temps consiste à remplacer la fonc-
tion d'onde exacte du système par une fonction d'onde \ip(t)) approchée, c'est à
dire un déterminant de Slater, ce qui signifie que le noyau est décrit à chaque
instant par un état de particules indépendantes. La densité à un corps associée au
système, pp,q(t) = (ifi(t)\a^paq\ip(t)) (p et q indiquent les états à une particule) sa-
tisfait alors aux relations p(t)2 = p(t) et la trace Trp(i) = A, où A est le nombre
de nucléons dans le noyau. Son évolution en temps est régie par l'équation TDHF
non-linéaire [27] :
ip=[H(p),p] h = l (5.1)
où H(p) est le champ moyen autoconsistant de Hartree-Fock. L'équation d'évolu-
tion approchée (5.1) pour la densité à un corps peut être obtenue par un principe
de moindre action, en minimisant l'action S(ip, tp*) [27, 28] :
par rapport aux variations des fonctions d'ondes tp(t) et tp*(t) telles que
(£^ >(22) = 0. Pour une description détaillée de cette approche, voir les références
[27, 29, 28].
5.1.1 Evolution des valeurs moyennes en champ moyen
Dans le contexte du modèle à deux niveaux (chapitre 4), nous avons calculé
les valeurs moyennes d'observables à un et deux corps dans l'approche champ
moyen dépendant du temps.
La fonction d'onde approchée utilisée est l'état cohérent généralisé associé à
l'algèbre SU(2) (4.2) [29, 85, 86] :
\<ftt)) =
 e-i«{t)KQe-ip{Wye-ii{Wo |o) (5.3)
où (a,/?,7) sont les angles d'Euler et Ky = (K+ + K-)/2i. Dans le système à
deux niveaux, \<j>{t)) est un déterminant de Slater si |0) en est aussi un [87]. Son
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évolution dynamique peut être déterminée en imposant que les valeurs moyennes
pour les générateurs de l'algèbre évaluées sur (5.3) satisfassent aux équations [72]:
ijt(4>{t)\A\4,(t)) = (4>{t)U, H]\<t>(t)) (5.4)
ce qui est équivalent à déterminer l'évolution en temps des paramètres (a,/?,7)
minimisant l'action S (5.2) [88]. Nous avons utilisé cette méthode et résolu le
système d'équations différentielles couplées :
= {[Kt,H{t)\)
(5-5)
où H(t) est l'hamiltonien du système et les valeurs moyennes sont évaluées sur
l'état (5.3). La condition initiale imposée est que le système se trouve dans son
état fondamental HF, \<f>(t = —00)) = |fi/2, — H/2), fi étant le nombre de parti-
cules dans le système (paragraphe 4.1). Si les commutateurs [AT,-, H(t)] (i — x, y, z)
dans (5.5) sont d'ordre > 2 dans les générateurs, alors le système est non-linéaire
dans les valeurs moyennes (Kx), (Ky)y (Kz).
En utilisant (5.5), nous avons calculé l'évolution en temps de l'observable à
un corps Kx.
Dans cette approche, en absence de champ excitateur dépendant du temps,
l'énergie et {K)2 sont des constantes du mouvement (en plus de K2). De ce fait,
le système est intégrable. Par conséquent, l'évolution en temps des observables
dans l'espace (Kx,Ky,Kz) apparaît régulière.
L'évolution en temps des observables peut être séparée en deux périodes. La
première t € [0, Urans] correspond à la période transitoire, de l'instant initial à la
fin de l'excitation. La deuxième t > Urans correspond aux temps où l'évolution
du système est libre.
C'est aux temps t > ttrans que les transformées de Fourier des observables ont
été calculées. Si les équations dynamiques (5.5) sont non-linéaires, le spectre en
Fourier classique de (Kx)(u) présente des pics à la fréquence fondamentale ainsi
qu'à ses multiples, comme il a été observé pour un oscillateur anharmonique
classique [71]. La non-linéarité des équations dynamiques (5.5) implique en outre
que les fréquences de ces pics dépendent de l'amplitude des oscillations et donc
de la force excitant le système, de même que dans un oscillateur anharmonique
classique [71].
En ce qui concerne l'observable à deux corps K2, sa valeur moyenne dépend
de la valeur moyenne de Kx suivant :
{Kl)(t) = {Kx)'(t)(l - I/O) (5.6)
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5,2 Valeurs moyennes dans le cas exact
Nous avons résolu l'équation de Schrôdinger statique afin de déterminer les
énergies Ea et les fonctions d'onde associées |a) ainsi que l'équation de Schrô-
dinger dépendante du temps avec la méthode des voies couplées pour déterminer
les amplitudes d'excitation Aa (annexe B). Ainsi, nous avons calculé les valeurs
moyennes des observables.
Signalons que le nombre de variables est beaucoup plus grand que dans le
cas classique. De ce fait, l'évolution dynamique des observables dans l'espace
(Kx,Ky,Kz) apparaît plus complexe.
A nouveau, les transformées de Fourier des observables ont été calculées après
la période transitoire, quand le champ externe est nul. Les transformées de Fourier
des valeurs moyennes (Kx)(t) et (K%)(t) sont données à t = +00 par les relations :
(K*)(uw) = A*a,Aa{a'\Kt\a) (5.7)
(Kl)(uoa.) = Al,Aa(a'\Kl\a) (5.8)
où .A*/, Aa sont les amplitudes à t = +00 et uaa' ~ Ea — Eai (h — 1).
Contrairement au cas classique, d'après (5.7) et (5.8), les transformées de Fou-
rier exactes présentent des pics aux fréquences u)a,a' qui ne sont pas des multiples
d'une seule fréquence si le spectre quantique est anharmonique. Suivant (5.7) et
(5.8), une autre différence avec le cas classique est que les observables Kx et K*
ne dépendent pas l'une de l'autre par la simple relation (5.6). Finalement, une
dernière différence entre les transformées de Fourier approchées et exactes (5.7) et
(5.8) est, qu'en variant l'amplitude de la force excitant le système, les fréquences
Loaia< des pics restent évidemment inchangés tandis que leurs amplitudes varient.
Les relations (5.7) et (5.8) permettent de relier les transformées de Fourier des
observables à un corps Kx et à deux corps K\ aux probabilités d'excitation du
premier et du deuxième état excité. En ce qui concerne la transformée de Fourier
de (Afx), l'amplitude du pic évaluée à la fréquence du premier état excité u;io,
|{/sT-c)|2(u^10), est liée à la probabilité d'excitation P\ par la relation:
K«.)|2(u IO) = PoPi|(l|^«|0>|2 (5.9)
si CJIO n'est pas dégénéré. Par contre, l'amplitude du pic évalué à la fréquence du
deuxième état excité o^o, |(^x)|2(^2o), est reliée à la probabilité d'excitation P2
par la relation :
|{^)|2(u;2o) = PoP2|(2|^|0)|2 (5.10)
Suivant (5.10), l'amplitude \(Kx)\2(w2o) dépend de l'élément de transition |(2|/CB|0)|2
qui est petit si les anharmonicités sont petites et il est égal à zéro dans le cas
harmonique.
Dans la transformée de Fourier de (K%), l'amplitude du pic évaluée à la fré-
quence o;2o, \{K^)\2((jj2o)i est liée à P2 par:
2 2 2 2 (5.11)
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La comparaison entre (5.10) et (5.11) montre que \(KX)\2(LJ2O) est fortement ré-
duit par rapport à |(A^)|2(u?2o) car l'amplitude \(Kx)\2(uj2o) dépend à la fois de
P2 et des anharmonicités présentes dans le système. Dans le cas harmonique, le
spectre en Fourier de (Kx) ne présente aucun pic à la fréquence LO20 même si
P2 7^  0, contrairement au spectre en Fourier de {Kl).
5.3 Discussion des résultats
Nous présentons maintenant les résultats concernant la comparaison entre les
solutions classiques et quantiques sur les valeurs moyennes des observables Kx et
K2 et leurs transformées de Fourier. L'hamiltonien dépendant du temps étudié
est H(t) = H + W(t) où les hamiltoniens H statiques considérés sont :
1) H = e'Ko
2) H = HLMG (4.3)
3) H = HA (4.15) et # = tfB (4.16)
et le champ externe W(t) est donné par (4.18) (paragraphe 4.2). Dans les trois cas,
les paramètres ont été fixés aux mêmes valeurs que celles du paragraphe (4.3).
Rappelons que les transformées de Fourier ont été calculées après l'excitation
transitoire.
L'hamiltonien H — t'Kç
Dans ce cas simple, la description classique coïncide avec celle quantique car
la fonction d'onde exacte reste un déterminant de Slater pour tous temps.
Le système d'équations (5.5) est linéaire :
••£<*.) = -«'(«•»>
d(Ky) = S(K.)-W(t){K.) (5.12)
ift(Kz) = W(t){Ky)
Par conséquent, l'évolution en temps de l'opérateur ( K) est une précession
de Larmor de fréquence e' autour de l'axe z (fig.5.1).
En ce qui concerne les transformées de Fourier de Kx et jftfj, les coefficients
(ot\Kx\a) et {ct'\K2x\a) dans (5.7) et (5.8) se réduisent à (fi/2, m'\Kx\n/2,m)6(m±
l,ra) et (n/2,m/|iirJ|O/2,m)<J(m ± 2 , m), |fi/2,m) étant les vecteurs propres de
l'opérateur Ko (paragraphe 4.1). Du fait que le spectre est harmonique (para-
graphe 4.1), Em±i — Em — c' et Em±2 — Em — 2e'. La transformée de Fourier de
(Kx)(t) présente un seul pic centré à la fréquence e' et celle de (K%)(t) un pic
centré à 2e'.
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FlG. 5.1 - Evolution en temps classique et quantique de l'opérateur K pour
H = CKQ (Q, ~ 8). L'opérateur K précesse autour d'un axe.
L'hamiltonien H = HLMG
Les résultats approchés et exacts pour (Kx){t) et (K%) (t) et leurs transformées
de Fourier sont montrés (fig.5.2). Nous voyons d'abord que la valeur de (K%)(0)
n'est pas la même dans les cas classique et quantique tandis que celle de {Kx)(0)
est identique dans les deux cas (fig.5.2). En effet, le fondamental approché n'est
plus le même que celui exact car celui-ci contient des corrélations. Ces corrélations
sont introduites par les termes ViK+K- et V^ATj. + Kt) (4.3) qui couplent les
états |fi/2,m) entre eux (paragraphe 4.1). De ce fait, la valeur (Kx)(0) est égale
à zéro aussi dans le cas exact.
Contrairement au cas approché, l'évolution en temps de (Kx)(t) et (K%)(t)
exact présente des battements (fig.5.2). En effet, les transformées de Fourier cor-
respondantes montrent deux pics plus importants aux fréquences proches ainsi
qu'à toutes les autres fréquences du spectre (éqs.(5.7) et (5.8)). Par contre, dans
le cas classique, les fréquences présentes sont multiples d'une seule fréquence
(fig.5.2).
La différence entre l'évolution en temps des observables quantiques et clas-
siques est également évidente dans l'évolution en temps de l'opérateur K . Comme
nous l'avons discuté auparavant, la dynamique classique de l'observable (K)(t)
dans l'espace (Kx,Ky,Kz) apparaît plus régulière que la dynamique quantique
(fig.5.3). Si, d'après le calcul TDHF, (K)(t) réalise une précession et une nuta-
tion autour d'un axe (fig.5.3), dans le cas quantique et pour ft petit, l'évolution
de (K)(t) est bien plus complexe (fig.5.3).
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FlG. 5.2 - Valeurs moyennes (Kx)(t) et (K^)(t) et leurs transformées de Fourier
pour l'hamiltonien H = HLMG (ft = 8). L'analyse en Fourier a été effectué aux
temps t > ttrans, quand le champ externe est nul. Les figures à gauche corres-
pondent aux solutions classiques tandis que les figures à droite se réfèrent aux
solutions quantiques exactes.
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Ce n'est qu'à la limite ft grand que l'évolution quantique tend à être la même
que celle classique car d'après (4.6) et en imposant que les paramètres Si = Vift
et 62 — V^O restent constants quand ft -» 00 (4.7), l'hamiltonien HLMG tend à
celui d'un oscillateur harmonique pour des valeurs grandes de ft (4.8) (paragraphe
4.1).
L'hamiltonien H = HB
Nous présenterons ici les résultats concernant l'hamiltonien HB (4.16) car les
résultats relatifs à HA (4.15) sont qualitativement les mêmes.
L'évolution en temps de {Kx)(t) et (K2)(t) exactes et approchées est montrée
ainsi que les transformées de Fourier pour des valeurs petites de ft (fig.5.4).
Signalons que d'après (4.6) et en imposant que les paramètres S3 = c3O3/2/e
et S4 = C4Q,2/e restent constants quand ft —>• 00 (4.17), l'hamiltonien HB reste
anharmonique pour des valeurs grandes de ft.
Comme nous l'avons vu précédemment, la différence entre les valeurs moyennes
classique et quantique à l'instant initial est due aux corrélations présentes dans
le fondamental exact. De même qu'auparavant (Kx)(t) et (K2)(t) exacts pré-
sentent des battements. En effet, les transformées de Fourier exactes pour (Kx)(t)
et (K%)(t) montrent des pics à toutes les fréquences du spectre quantique uaa>
(éqs.5.7) et (5.8)) (fig.5.4). Beaucoup d'entre eux ont maintenant une amplitude
importante (fig.5.4). Les tranformées de Fourier classiques présentent des pics à
des fréquences multiples d'une seule fréquence.
La différence entre la réponse quantique et classique du système peut égale-
ment être vue dans l'évolution de K (fig.5.5).
Nous avons réalisé la même étude dans le cadre du modèle de l'oscillateur
anharmonique (chapitre 3), nous avons comparé l'évolution en temps quantique
exacte des observables à un corps (x)(t) et à deux corps (x2)(t) et leurs trans-
formées de Fourier aux solutions classiques, calculés pour l'hamiltonien H(t) =
H + W(t) (éqs.(3.8) et (3.11)). Les résultats de la comparaison entre les solutions
classiques et quantiques sont qualitativement les mêmes que ceux décrits ici.
5.3.1 Les transformées de Fourier et les probabilités d'ex-
citation
D'après (5.10) et (5.11), nous avons analysé les relations entre les amplitudes
des pics dans les transformées de Fourier de (Kx) et de {K%) et les probabilités
d'excitation du premier et du deuxième état. Nous discuterons seulement les
résultats de l'hamiltonien HB quartique (4.16) car les résultats obtenus pour
l'hamiltonien HLMG (4.3) (ft petit) sont qualitativement les mêmes.
Les amplitudes des pics centrés aux énergies du premier et du deuxième état
excité dans les transformées de Fourier quantiques et classiques de (Kx) et de (K%)





FlG. 5.3 - Evolution en temps de l'opérateur K pour H = HLMG (fi = 8)- La
figure en haut montre que dans le cas semi-classique l'évolution de K est une
précession et une nutation autour d'un axe. Les figures en bas correspondent à
la solution quantique à la fois pour des valeurs des 0, petites (à gauche) et pour
des valeurs des 0 grandes (à droite). La limite Î7 grand représente une limite
classique (voir texte). Dans ce cas, l'harmonicité n'est pas encore atteinte.
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FlG. 5.4 - Valeurs moyennes (Kx)(t) et (K%)(t) et leurs transformées de Fourier
pour l'hamiltonien H ~ HB (0 = 8). L'analyse en Fourier a été effectué aux temps
t > Urans-, quand le champ externe est nul. Les figures à gauche correspondent aux
solutions semi-classiques tandis que les figures à droite se réfèrent aux solutions
quantiques exactes.
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FlG. 5.5 - Evolution en temps de l'opérateur K pour H = HB (^ = 8). La
figure à gauche montre que dans le cas semi-classique l'évolution de K reste une
précession et une nutation autour d'un axe. La figure à droite correspond à la
solution quantique.
sont données (tab.5.1). Les résultats dans le tableau (5.1) montrent que dans le
cas classique l'amplitude exacte du pic centré à la fréquence du deuxième état
excité est sous-estimée. En outre, les amplitudes classique et quantique des pics
|(.firx(a;))| à cette même fréquence sont plus petites que la probabilité d'excitation
P2 du deuxième état excité (tab.5.1). Ces pics sont effectivement reliés à P2 mais,
suivant (5.10), leurs amplitudes sont réduites par (2|/^a;|0) qui vaut 0.09.
En ce qui concerne les amplitudes classique et quantique des pics |(A^(u;))|





















TAB. 5.1 - Amplitudes des pics centrés aux énergies u du premier état (pre-
mière ligne) et du deuxième état excité (deuxième ligne) dans les transformées
de Fourier (Ks)(w) et (K%)(u>) pour l'hamiltonien H = HB- Les premières trois
colonnes correspondent aux résultats classiques et les autres aux résultats quan-
tiques exacts. La dernière colonne donne les probabilités d'excitation P.
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vant (5.11). Leurs amplitudes sont maintenant plus importantes que dans le cas
précédent car (2|J^|0) vaut 1.63.
Ces résultats suggèrent une démarche pour extraire les probabilités d'excita-
tion des états dans l'approche en champ moyen dépendant du temps.
Il faudrait d'abord calculer les éléments de matrice de transitions (1|A'X|O) et
(2|/^|0) = T2j{2\Kx\j}(j\Kx\ty à l'aide par exemple d'un calcul microscopique
basé sur la RPA. Ensuite, d'après (5.9) et (5.11), à partir de ces éléments de
matrices et des amplitudes des pics dans les transformées de Fourier d'observables
à un ainsi qu'à deux corps, on pourrait déduire les probabilités d'excitation des
états à 1 et à 2-phonons.
5.4 Conclusions
Dans le contexte du modèle à deux niveaux (chapitre 4), nous avons comparé
l'évolution en temps quantique exacte et celle calculée dans une approche TDHF
des valeurs moyennes des observables collectives à un corps Kx et à deux corps
K\ ainsi que les transformées de Fourier. Les résultats montrent que si d'une part,
les transformées de Fourier exactes présentent des pics à toutes les fréquences du
spectre quantique, les transformées de Fourier des valeurs moyennes classiques
ne présentent qu'une fréquence fondamentale ainsi que ses multiples dû à la non-
linéarité des équations dynamiques classiques.
Les relations analytiques obtenues dans le cas exact montrent la relation entre
les amplitudes des transformées de Fourier des valeurs moyennes de Kx et de K%
et les probabilités d'excitation du deuxième état excité. Dans la transformée de
Fourier de (Kx), l'amplitude du pic centré à l'énergie de cet état est effectivement
reliée à sa probabilité d'excitation. Mais, cette amplitude est réduite par des
éléments de matrice de transition qui sont petits si les anharmonicités sont petites
et qui sont égaux à zéro dans le cas harmonique. Par contre, l'amplitude du pic
dans la transformée de Fourier de (K%) centré à la fréquence du deuxième état
est toujours différente de zéro si sa probabilité d'excitation est non-nulle.
Les résultats obtenus dans ce modèle schématique suggèrent que, afin d'ex-
traire les probabilités d'excitation des états à 1 et à 2-phonons dans un calcul
TDHF, il faudrait calculer les valeurs moyennes des observables collectives à un
corps ainsi que celles à deux corps. Les probabilités des états à 2-phonons pour-
raient être déduites de l'amplitude des pics dans les transformées de Fourier de
ces observables, une fois les éléments de matrice de transition calculés avec un
calcul microscopique basé sur la RPA.
Le modèle à deux niveaux et les méthodes d'expansion en bosons 73
Chapitre 6
Le modèle à deux niveaux et les
méthodes d'expansion en bosons
Le modèle schématique à deux niveaux permet de tester la validité de certaines
approximations des calculs microscopiques basés sur les méthodes d'expansion en
bosons (chapitre 7) [27, 65, 78]. En effet, deux approximations sont effectuées dans
ces calculs. D'une part l'hamiltonien développé en bosons est tronqué à l'ordre
4 dans les opérateurs de bosons, d'autre part il n'y est pris en compte que le
sous-espace généré par les états à 1 et à 2-phonons. Dans le cadre du modèle
schématique, nous avons donc étudié la pertinence de l'approche utilisée pour
les calculs micrcoscopiques et en particulier l'influence de ces deux troncations
sur les effets des seules anharmonicités. En premier lieu, nous avons utilisé les
méthodes d'expansion en bosons pour transformer l'hamiltonien pour fermions
dans un hamiltonien pour bosons tronqué à l'ordre 4. Dans un deuxième temps,
les énergies et les probabilités d'excitation ont été calculées avec l'espace de boson
tronqué à deux états excités et ensuite à trois états excités. En dernier lieu, les
solutions approchées ainsi obtenues ont été comparées aux résultats exacts sur
les énergies et les probabilités d'excitation des états excités.
6.1 L'hamiltonien intrinsèque
Considérons l'hamiltonien statique quadratique (4.15) du modèle à deux ni-
veaux qui est le plus proche des calculs microscopiques (cf. chapitre 4 et annexe
C):
HA ^ e/^^V1K+K.^V2(Kl + Kl)^V3{K+T^+T^K.)-{-V4(Ki~l)'K^ (6.1)
où Ko ~ Ko~\~ 0 /2 et 0 étant le nombre de particules dans le système (chapitre
4).
A l'aide des méthodes d'expansion en bosons appliquées à l'algèbre SU(2),
nous avons transformé cet hamiltonien dans un hamiltonien pour bosons. De
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manière générale, les méthodes d'expansion en bosons sont basées sur le fait que
les propriétés des fermions peuvent être simulées exactement dans un sous-espace
d'un espace d'Hilbert pour les bosons, appelé espace physique, son complément
orthogonal étant l'espace non-physique. Il existe maintes méthodes d'expansions
en bosons pour transformer les opérateurs K+, K-, Ko dans les générateurs
de l'algèbre de Heisenberg-Weyl, tf, b [27, 79, 89, 90, 91, 92, 93, 94]. L'une la
représentation d'Holstein-PrimakofT est donnée par [79, 95] :
(K+)b = v^6t (l - # ) 1 / 2 (6.2)
où les termes (l — ^H sont des abréviations formelles pour les développements
de Taylor dans le paramètre l/Çl :
tf\4) r (6.3)n=0
les coefficients c» étant CQ = 1 cx = - 1 / 2 c» = ™(2n-3)!!/(2nn!) (n > 2) [95]. La
représentation d'Holstein-Primakoff (6.2) respecte les commutateurs de l'algèbre
SU(2) (4.2) ainsi que l'hermiticité, c'est-à-dire que (K-)B = ( ^ + ) B dans l'espace
physique qui est généré par \n) = (n!)"1 '2 (tf)n |0) avec n < fi. En effet, dans le
cas simple de l'algèbre SU (2), le seul effet du principe d'exclusion de Pauli dans
l'espace de bosons est de limiter cet espace à n états avec n < Ct. La série (6.2)
est convergente dans cet espace mais ne converge pas dans l'espace non-physique
généré par \n) avec n > Ct [95].
Le développement d'Holstein-Primakoff [78, 89, 95] peut s'écrire en produit
normal :
(6-4)
(K0)b = + M
où
* f—iV~m
* = E u ^ - m ) 1 / 2 (6-5)
Les relations (6.5) montrent alors que les coefficients du développement (6.4) de-
viennent imaginaires dans l'espace non-physique, ce qui implique aussi {K-)B ^
(K+)B. En particulier, dans le cas de l'algèbre SU(2), la méthode d'expansion
de Hage-Hassan-Lambert [92] (paragraphe 7.3) se réduit à la transformation
D'Holstein-Primakoff.
Signalons que la méthode d'expansion de Marumori [91] donne un autre dé-
veloppement en produit normal qui correspond à celui de Holstein-Primakoff
correctement projeté sur l'espace physique [95].
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A l'aide des relations (6.4), l'hamiltonien H — H(K+, K-, Ko) (6.1) peut
s'écrire H = Hb(b\b). A l'ordre 2 et si V3, V4 = 0, cette transformation corres-
pond, dans ce modèle, à la RPA des calculs microscopiques (éq.(7.3)). Dans ce
chapitre, nous considérerons aussi l'ordre 4, ce qui correspond à l'hamiltonien an-
harmonique (éq.(7.17)). Par la suite, le premier cas sera appelé l'approximation
quadratique et le deuxième cas l'approximation quartique.
L'approximation quadratique
A l'aide de la série (6.4) et en considérant tous les termes contribuant à
l'ordre 2, l'hamiltonien H (V ,^ V4 = 0) (6.1) se transforme dans l'hamiltonien
(2)pour bosons H^ ' :
flJ'Wfl+W+^l-i)"2 (** + &») (6.6)
le paramètre £1 étant relié à l'interaction résiduelle particule-trou V\ par (chapitre
4):
S1=ÙV1/et (6.7)
Suivant la transformation de Bogoliubov des opérateurs Q\ Q aux opérateurs
b\ 6, analogue à (7.5) [27]:
6+ = XQ* + YQ
b = XQ + YQ*
l'hamiltonien H^ ' (6.6) s'écrit :
Hl2) - HnQjQ + #2o«?t2 + Q2) (6.9)
Les coefficients X et Y de la transformation (6.8) sont déterminés par les condi-
tions:
x2 — y2 — 1
H»=0 " (61°)
c'est-à-dire en imposant que les nouveaux opérateurs satisfassent aux commuta-
teurs [Q, Qt] = 1 et que le coefficient H20 du terme (Q^2 + Q2) soit égal à zéro.
Ce qui correspond au système d'équations :
r X2-Y2 = 1
\ e'{\ + 6l)XY + '->£ (l - è)1/2 (X2 + y2) = 0
D'après (6.8) et (6.9), l'hamiltonien (6.6) devient diagonal dans les nouveaux
opérateurs :
Hl2) = HnQ*Q (6.12)
où Hn = e'(l + S^X2 + Y2) + 2XY61e' ( l - £ 1 / 2
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L'approximation quartique
Lors de l'inclusion de tous les termes dans (6.4) contribuant à l'ordre 4, l'ha-
miltonien (6.1) se transforme en H^ :
#6(4) = s'il + JO&tfc + b± ( ) ( j
U ( l ~ h)} {bUb + 6t*>2) M i £ ' + ^ ) &t2*>2 (6.13)
/
Les coefficients X et Y de la transformation de Bogoliubov (6.8) sont fixés à
nouveau par les conditions (6.10), ce qui donne le système d'équations:
X2 -Y2 - 1
e'(l + 61)XY + 6,8' (l - £)1 / 2 (X2 + F2)+ (6.14)
+ r4) - o
D'après (6.8) et (6.14), l'hamiltonien (6.13) devient:
0 3 ) + H2l(QVQ + <?tQ)+ , >
Q4) v ;





- è ) 1 / 2 [(1 - h)1'2 -
et
= V3XY (X + Y)Vn(l- ^j (6.17)
( i - ^ ) (x3 + 2xy2 + 2x2y + y3) (6.18)
#40 - (-Vi + V4) X2Y2 + \XY(X2 + y2) (6.19)
#31 = (-Vi + VA) 2XY (X + Y) + A (X4 + 6X2y2 + y4) (6.20)
#22 = (-Vi + v4) (x4 + 4x 2 y 2 + y4) + 6^yA (x2 + y2) (6.21)
™ ïï) " 1 1 6^'22^
Dans le cas particulier V\ — V3 == V4 = 0, les relations (6.16)-(6.22) sont en accord
avec celles de la réf. [78].
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6.1.1 Résultats: le spectre en énergie
Nous avons résolu l'équation de Schrôdinger statique pour les hamiltoniens :
- H = (HLMG)b,
- H = Hb-
les indices 6 indiquent que les hamiltoniens de Lipkin-Meshkov-Glick (4.3) et
H (6.1) sont transformés en hamiltoniens pour bosons. Nous avons comparé le
spectre en énergie exact et les spectres approchés, calculés suivant l'approxima-
tion quartique et en tronquant l'espace à 2 et 3 états excités. A titre de compa-
raison, nous avons aussi calculé le spectre dans l'approximation quadratique. Les
paramètres e, Vi, V27 V3 et V4 dans les hamiltoniens ont été fixés aux mêmes
valeurs que celles du paragraphe (4.3).
L'hamiltonien (HLMG)b
Dans les travaux [65, 78] l'hamiltonien (HLMG)b a été utilisé pour étudier les
spectres en énergie obtenus dans l'approximation quadratique et quartique. Dans
[78] où l'on ne considère que (HLMG)b avec V\ = 0, les énergies du premier et du
deuxième état excité calculées dans l'approximation quadratique, sont proches
des solutions exactes pour $1 petit, mais elles en dévient de manière importante
pour #1 > 0.5. Par contre, l'approximation quartique se révèle une bonne ap-
proximation pour le premier ainsi que pour le deuxième état pour toutes valeurs
de $1. En outre, les résultats approchés concernant les niveaux hauts en éner-
gie diffèrent des valeurs exactes pour 8\ > 0.5 montrant que, pour ces niveaux,
l'expansion en bosons n'est plus fiable.
En ce qui concerne l'autre cas particulier, c'est-à-dire {IÎLMG)b avec V2 = 0, cet
hamiltonien se transforme par (6.2) en {HLMG^I^' — 6*6 + 8\b^b (l — tfb/Çl) car
le développement correspondant à K+K-, sommée à tous les ordres, est égale à
6*6 (l — b^b/Qj. Par conséquent, le spectre en énergie est évidemment exactement
reproduit dans l'approximation quartique.
Nous avons calculé le spectre en énergie relatif à l'hamiltonien (HLMG)b com-
plet (Vi, V2 7^  0). Les résultats montrent que l'énergie du premier et du deuxième
état excité en fonction du paramètre Si dans l'approximation quadratique et
quartique sont très proches des solutions exactes (fig.6.1), ce qui est en accord
avec les résultats sur l'énergie du premier état excité obtenus dans la réf.[65]. En
particulier, si 81 = 0, E\jt = (E2 — Ei)/e = 1 car l'hamiltonien H = S'KQ est
harmonique (pour fl quelconque).
Pour H petit, les énergies du premier et du deuxième état excité calculées dans
l'approximation quadratique montrent une petite déviation par rapport aux va-
leurs exactes pour S\ > 0.5 (fig.6.1). Rappelons que pour Q, petit cet hamiltonien
contient le principe d'exclusion de Pauli qui introduit des anharmonicités dont
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2.5
FlG. 6.1 - Comparaison entre les énergies du premier et du deuxième état excité
(en unité d'e) exactes et approchées, pour l'hamiltonien (#LMG)6 en fonction du
paramètre S\ (voir texte). Les figures du haut correspondent à 0 petit (Q = 8)
et celles du bas à Q grand (Q, = 30). Les courbes en trait mixte correspondent
aux résultats obtenus dans l'approximation quadratique tandis que celles en ligne
pleine se réfèrent aux résultats exacts. Les résultats obtenus dans l'approximation
quartique et en tronquant l'espace à deux et trois états excités sont superposés
aux solutions exactes.
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l'importance augmente avec le paramètre Si (paragraphe 4.1). Nous comprenons
donc bien que la déviation entre les énergies calculées dans l'approximation qua-
dratique et les valeurs exactes soit croissante avec Si et que la valeur de(E2—Ei)/e
s'éloigne de E\/e (fig.6.1).
Pour Q grand, les relations (6.2) donnent (K+)b —» y/fib\ (K-)b -> y/CÎb et
(Ko)b — tfb. De ce fait et en imposant que les paramètres 8i = V\îl et 82 =
V2O, restent constants quand Q —>• 00 (4.7), (HLMG)b tend à l'hamiltonien de
l'oscillateur harmonique (paragraphe 4.1). Par conséquent, (E2 — E\)/e tend vers
Ei je car le spectre est harmonique (fig.6.1).
Finalement, les énergies du premier et du deuxième état excité ne changent
pas en élargissant l'espace de deux à trois états excités et restent toujours très
proches des résultats exacts (fig.6.1).
En conclusion, les résultats obtenus pour l'hamiltonien (HiMG)b montrent que
l'approximation quartique donne des énergies presque identiques à celles exactes
et que la troncation de l'espace n'affecte pas ce résultat.
L'hamiltonien Hb
Nous nous intéresserons au cas Q petit. Rappelons que pour Cl grand d'après
(6.2) et en imposant que les paramètres #1 = Viîî, 82 = V2O, et $3 = V3VT2 res-
tent constants quand Q —»• 00 (4.7), l'hamiltonien H (6.1) tend vers l'hamiltonien
d'un oscillateur harmonique (paragraphe 4.1). Dans ce cas, les résultats sur les
énergies Ex et E2 calculées avec les différentes approximations sont toujours évi-
demment proches des valeurs exactes. Signalons que la valeur 81 = 1.6 correspond
au paramètre V\ utilisé dans le paragraphe (4.3) et rappelons que V4 a été choisi
de façon à ce que l'énergie du deuxième état excité soit plus petite que la valeur
harmonique (paragraphe 4.3).
Pour l'énergie du premier état excité, les approximations quadratique et quar-
tique donnent des résultats proches des valeurs exactes. Plus précisément, les
résultats obtenus dans l'approximation quadratique s'éloignent un peu de la va-
leur exacte, la déviation étant de 14% pour 81 = 1.6. En élargissant l'espace à
trois états excités, l'énergie du premier état excité calculée dans l'approximation
quartique reste identique à la valeur exacte (fig.6.2).
Les résultats sur le deuxième état, quant à eux, indiquent clairement que
l'approximation quartique est nécessaire pour s'approcher des solutions exactes
(fig.6.2). De plus, dans cette approximation, la troncation de la base à trois états
excités donne des solutions plus proches des valeurs exactes que la troncation à
deux états qui devient elle même de plus en plus proche de la solution exacte au fur
et à mesure que 81 croît (fig.6.2). Il est important de remarquer que pour $1 = 1.6
l'approximation quartique donne des énergies qui sont proches des valeurs exactes
à la fois pour le premier et pour le deuxième état excité que l'espace contienne 2
ou 3 états excités.
En conclusion, la comparaison entre les spectres exact et approché calculé
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FlG. 6.2 - Comparaison entre les énergies du premier et du deuxième état excité
(en unité d'e) exactes et approchées pour //&, en fonction du paramètre 8\ (voir
texte). Les calculs ont été réalisés pour Cl = 8. Les courbes en trait mixte cor-
respondent aux résultats obtenus dans l'approximation quadratique tandis que
celles en ligne pleine se réfèrent aux résultats exacts. La courbe en pointillé (en ti-
rets) montre les résultats obtenus dans l'approximation quartique et en tronquant
l'espace à deux (trois) états excités. Ces courbes sont superposées aux solutions
exactes dans le cas du premier état excité.
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dans l'approximation quartique et en tronquant l'espace à deux états excités,
montre que les énergies du premier et du deuxième état excité obtenues dans
cette approximation sont satisfaisantes.
Signalons que les transformations de Bogoliubov (6.8) et (6.11) pour l'approxi-
mation quadratique et (6.8) et (6.14) pour l'approximation quartique introduisent
dans le fondamental et dans les états excités des composantes des états spurieux,
c'est-à-dire des états appartenant à l'espace non-physique. D'après la comparai-
son entre les résultats exacts et approchés, il est raisonnable de penser que l'effet
de ces composantes est peu important.
La présence de contributions des états spurieux est un phénomène récurrent
aussi dans les calculs microscopiques basés sur la RPA ainsi que ceux basés sur
les méthodes d'expansion en bosons (chapitre 7).
6.2 L'hamiltonien dépendant du temps
Considérons l'hamiltonien dépendant du temps :
H(t) = H + W(t)
où H est donné par (6.1) et W(t) = F(t)Kx (éqs.(4.19) et (4.20)). D'après la
série (6.4), l'hamiltonien H(t) se transforme en:
Hb(t) = Hh + F\t){Qi + Q) (6.23)
F(t) = F(t)y/TÎ(X + y) où X,Y sont les solutions du système d'équations (6.11)
ou (6.14) suivant l'approximation considérée.
6.2.1 Résultats : les probabilités d'excitation
A l'aide de la méthode des voies couplées (annexe B), les probabilités d'exci-
tation des états excités ont été calculées.
Nous avons regardé comment les effets des anharmonicités sur les probabilités
d'excitation sont affectés par la troncation de l'hamiltonien et de l'espace. Dans
ce but, nous nous sommes placés aux paramètres d'impact où les effets des an-
harmonicités sont importants. Rappelons que l'effet des anharmonicités dépend
de b et que l'augmentation globale sur la section efficace trouvée pour H (6.1)
est de 20% (annexe C).
Les comparaisons entre les énergies et les probabilités exactes et celles cal-
culées dans différentes approximations pour Cl petit sont montrées pour H ~
(HLMG)b (tab.6.1) et pour Hh (tab.6.2).
Les résultats obtenus pour les deux hamiltoniens montrent que la troncation
de l'hamiltonien (à l'ordre 4) et de l'espace (à 2 états) donne des probabilités
































T A B . 6.1 - Energies et probabilités d'excitation pour le premier et le
deuxième état excité et rapport entre les éléments de matrice de transition
<2 | i^ x | l > / < l|i{ rx |0> pour H = {HLMG)b- Les différents lignes donnent les
résultats obtenus dans le cas exact et dans les approximations quartique et qua-
dratique. (2) et (3) correspondent à la troncation de l'espace à 2 et 3 états excités.
Dans tous les cas, les probabilités d'excitation ont été calculées pour b « 30/m,
































T A B . 6.2 - Energies, probabilités d'excitation pour le premier et le
deuxième état excité et rapport entre les éléments de matrice de transition
< 2|i^x|l > / < ll-fcyo > pour H = Hb. Les différents lignes donnent les résultats
obtenus dans le cas exact et dans les approximations quartique et quadratique.
(2) et (3) correspondent à la troncation de l'espace à 2 et 3 états excités. Dans
tous les cas, les probabilités d'excitation ont été calculées pour b « 30/m, ft — 8
et Si = 1.6.
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d'excitation du premier ainsi que du deuxième état excité proches des valeurs
exactes (tab.6.1) et (tab.6.2).
En élargissant l'espace à trois états excités, les probabilités P2, calculées dans
la même approximation, surestiment les valeurs exactes de 6% pour H — (HLMG)b
(tab.6.1) et de 13% pour H — H\> (tab.6.2). Cet écart entre les solutions exactes
et celles approchées indique donc que l'élargissement de l'espace à trois états
nécessite l'inclusion de termes d'ordre supérieurs à 4 dans l'hamiltonien //&. En
effet, dans le sous-espace contenant les premiers deux états excités, ces termes
sont nuls. Ce n'est qu'après avoir élargi l'espace que ces termes peuvent être pris
en compte (chapitre 7).
Finalement, la probabilité d'excitation P2 calculée dans l'approximation qua-
dratique (l'espace incluant seulement deux états excités) surestime la valeur
exacte de 2% pour (HLMG)B et la sous-estime de 13% pour H^ (tab.6.2).
A l'aide de l'expression perturbative (4.21), nous pouvons comprendre qualita-
tivement les déviations des probabilités d'excitation P2 approchées aux solutions
exactes pour (HLMG)b et Ht, aussi bien dans l'approximation quadratique que
dans l'approximation quartique avec l'espace à trois états excités. Une interpré-
tation perturbative est justifiée vu les paramètres d'impact auxquels nous nous
sommes placés.
Dans le cas de l'hamiltonien {Hi,MG)b-> les énergies du deuxième état calculées
dans l'approximation quadratique et quartique avec l'espace incluant trois états
sont toujours plus grandes que la valeur exacte (tab.6.1). Suivant (4.21) et (4.23),
ceci implique une diminution de P2 par rapport à P2exact^ mais cet effet est petit
car les différences entre l'énergie exacte et les énergies approchées sont petites
(tab.6.1). Par contre, le rapport < 2|ifx |l > / < l|i^ r |0 > est surestimé dans le
deux cas (tab.6.1) d'où (éq.4.21) P2 > P2exact (tab.6.1).
En ce qui concerne l'hamiltonien Hb, dans le cas de l'approximation quadra-
tique (E2 — Ei)exact est surestimée ainsi que le rapport < 2|/^ r |l > / < l|iirx|0 >
(tab.6.2). Le fait que E2 — E\ soit plus grande que (E2 — Ei)exact implique une
diminution de P2 par rapport à P2exact (4.21). Par contre, le fait que le rapport
des éléments de matrice de transition soit surestimé implique une augmentation
de P2 par rapport à P2exact (4.21). Mais, aux paramètres d'impact grands, P2 est
plus sensible aux variations de E2 - Ex (4.23). De ce fait, P2 < P^xact (tab.6.2).
Pour le même hamiltonien, dans le cas de l'approximation quartique et de
l'espace tronqué à trois états excités, E2 — E\ est très proche de (E2 — E\)exact\
mais le rapport < 2|iCr|l > / < l|/Çc|0 > est plus grand que celui exact (tab.6.2).
Pour cela, il en résulte que P2 > P2exact (4.21) (tab.6.2).
6.3 Conclusions
Les calculs microscopiques réalisés (chapitre 7) présentent deux approxima-
tions : d'une part l'hamiltonien est tronqué jusqu'à l'ordre 4 et d'autre part l'es-
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pace est limité à 2 états excités. A l'aide du modèle à deux niveaux, nous avons
étudié l'influence des truncations sur les effets des anharmonicités. Nous avons
comparé les solutions exactes et celles obtenues dans les approximations : a) qua-
dratique, b) quartique avec l'espace de boson tronqué à 2 et 3 états excités.
L'énergie et la probabilité d'excitation du premier état excité sont toujours
très proches de valeurs exactes dans l'approximation quadratique. Par contre,
dans le cas du deuxième état excité, l'énergie calculée dans cette même approxi-
mation, dévie peu de la valeur exacte, tandis que la probabilité d'excitation sous-
estime de manière significative la probabilité d'excitation exacte.
L'approximation quartique et la troncation de l'espace à deux états excités
se révèlent être une bonne approximation. Les résultats sont toujours proches du
résultat exact à la fois pour les énergies ainsi que pour les probabilités d'excitation
du premier et du deuxième état excité.
En revanche, la probabilité d'excitation du deuxième état excité calculée en
élargissant l'espace à trois états excités dans la même approximation dévie de
la valeur exacte et montre qu'il faut, dans ce cas, inclure des termes d'ordres
supérieurs à 4 dans l'hamiltonien.
L'ensemble des résultats indique donc que les truncations de l'hamiltonien (à
l'ordre 4) et de l'espace (à 2 états excités) n'influencent pas de manière signifi-
cative les effets des anharmonicités sur la probabilité d'excitation du deuxième
état excité.
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Chapitre 7
Le calcul microscopique
Les études avec des modèles schématiques nous ont montré que les effets des
anharmonicités et des non-linéarités pouvaient modifier la probabilité d'excitation
du deuxième état excité. Nous allons maintenant présenter ces effets dans un
calcul microscopique [18]. Mais, rappelons tout d'abord les hypothèses et les
résultats essentiels des approches standard en quasi-bosons.
7.1 Le modèle des quasi-bosons
Le modèle des quasi-bosons est l'approche microscopique standard utilisée
dans la description de l'excitation des GR et des DGR. Cette approche est basée
sur l'approximation RPA qui permet de calculer la réponse linéaire du noyau à
un champ externe excitateur [27, 3, 29, 28, 30, 4].
7.1.1 La RPA et les règles de somme
Considérons l'hamiltonien Hf pour un système de fermions :
H, = £ e^o, + W V&gsat«,W (7.1)
i ij,kl
où a] et ai sont les opérateurs de création et d'annihilation d'une particule dans
l'état quantique i.
L'approximation RPA consiste à remplacer le produit des opérateurs de fer-
mions par un opérateur de boson :
a\at —• b\t (7.2)
Dans cette approximation, l'hamiltonien Ht s'écrit :
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HRPA = Ehj + £ a > a , [Aa,a>btba, + §(£«,a'&2,&l' + /i.e.)]
HRpA = is^/ + 3 2^*,*' A>,a' + 5 l b ) \ B* A* ) \ 6f /
où l'indice a désigne des états de particule (p) et de trou (t) et Eh/ correspond
à la valeur moyenne de HRPA évaluée sur le vide d'Hartree-Fock. Les matrices A
et B peuvent être calculées à l'aide des commutateurs entre ba et HRPA-, évalués
sur le vide d'Hartree-Fock \HF > :
Aa,a. = {HF\[ba, [HRPA,bl]}\HF)
-Ba,a, = {HF |[6a, [HRPAX']}\ H F) K ' '
L'interaction résiduelle entre fermions incluse dans cette approximation (7.1)
est alors l'interaction résiduelle particule-trou (p-t).
Les états excités ou phonons, |f), sont obtenus en appliquant les opérateurs :
<& = E*^-O» (7-5)
au vide RPA, Q\ \RPA) — \i/), où Qu \RPA) = 0. Ce vide est équivalent au vide
d'Hartree-Fock incluant les corrélations de type 2p-2t,4p-4t, ...2Np-2Nt. Les fré-
quences u)u des états \u) et les amplitudes X% et Y£ sont déterminées en résolvant
les équations RPA :
( A B \ ( Xv\ ( Xv \
(B* A*) (Y» )^^(-Y«)
Après la transformation de Bogoliubov (7.5), l'hamiltonien HRPA (7.3) devient
la somme d'hamiltoniens d'oscillateurs harmoniques :
HRPA = ERPA + £ EVQ\QU (7.7)
où ERPA correspond à la valeur moyenne de HRPA évaluée sur le vide RPA. La
collectivité de chaque état excité \u) (7.5) peut être appréciée grâce à la fraction
de la règle de somme pondérée en énergie [75] :
™|o> - £ ( £ * - Eo)\ < HQA|0 > I2 = E ( £ " - Eo)B(EX) (7.8)
V V
pour une force de multipolarité A. En effet, la quantité (Eu — Eo)\ < I^|QA|0 > |2
pour l'état \v > fournit l'intensité de sa collectivité.
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7.1.2 Le champ externe linéaire
Dans une collision périphérique entre deux ions A et B, l'hamiltonien associé
au système peut être approximé par :
(7.9)
HA(t) = HA + £ < i\UB(R(t))\j > *Uj = H°A + WA(t) (7.10)
HA représente l'hamiltonien intrinsèque du noyau A et WA(t) est le champ moyen
du noyau B excitant le noyau A. Ce champ dépend du temps à travers la distance
entre les centres de masse des deux noyaux R(t). La somme dans (7.10) varie sur
tous les états à une particule.
Dans l'hypothèse où le champ externe induit de petites variations de la densité
seuls les termes particule-trou (p-t) contribuent à WA(t) :
WA(t) = J2< p\UB(R(t))\i > ajû* + h.c. (7.11)
Ph
En introduisant la même transformation en boson (7.2) et à l'aide de (7.5),
l'expression (7.11) devient:
où Wi°(t) = Ylu \(p\UB(t)\t) X£t + (t \UB(t)\p) Ypt\, c'est-à-dire que le champ
externe est linéaire dans les opérateurs de création et d'annihilation de bosons,
Ql et Qv. Ceci implique que l'excitation d'une DGR est un processus en deux
étapes.
Suivant les relations (7.7) et (7.12), dans (7.10), H\ est harmonique et WA(t)
est linéaire.
Dans ce contexte, l'équation de Schrôdinger dépendante du temps :
est soluble exactement. La fonction d'onde associée au noyau A, |^(£))> es* alors
à chaque instant t, égale à l'état cohérent de l'oscillateur harmonique [4] :
2nu
nJ.
où lv — / l ^ Wl°{t') e %n"E"t'dt' est l'intégrale calculée le long de la trajectoire
relative des deux ions A et B. Lors d'une excitation, la probabilité de trouver le
noyau A dans un état excité \nv) est donnée par une loi de Poisson [4].
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7.2 Limitations du modèle des quasi-bosons
Nous avons vu que le modèle des quasi-bosons est basé sur les éqs.(7.7) et
(7.12). Les deux limitations les plus importantes de ce modèle sont :
1. le spectre d'excitation est calculé dans la RPA. Il est donc harmonique (7.7).
De ce fait, l'énergie d'une GR est simplement donnée par la somme des
énergies et la fonction d'onde associée par le produit des fonctions d'onde
des deux résonances qui la constituent. Par conséquent, dans cette approche,
l'interaction résiduelle entre GR ainsi que le principe d'exclusion de Pauli
sont négligés (7.2).
2. le champ externe est linéaire dans les opérateurs de création et d'annihi-
lation de boson (7.12). Ceci est dû au fait que les termes pp et tt ont été
négligés dans (7.11).
Dans la plupart des calculs réalisés jusqu'à présent [10, 9, 48, 13, 52, 51, 53,
54, 55, 56, 57, 58, 59, 60, 62, 61], les approximations 1) et 2) ont été faites. Dans
les travaux [15, 96, 97, 98] une étude microscopique de la GDR et de la DGDR
dans le 136Xe a été réalisée. Dans ces calculs une interaction résiduelle entre états
qui diffèrent d'un phonon a été incluse.
7.3 L'approche utilisée
C'est à l'aide des méthodes d'expansion en boson [27, 79] que nous sommes
allés au-delà du modèle microscopique standard et que nous avons ajouté des
anharmonicités à l'hamiltonien intrinsèque HRPA (éq.7.7) et des non-linéarités au
champ externe W^i ) (éq.7.12). Pour cela, nous suivrons l'approche développée
en [4, 63, 64, 65].
7.3.1 Les anharmonicités
Afin de prendre en compte le principe de Pauli, il faut remplacer le terme
a^pat dans (7.2) par une série infinie en utilisant les méthodes de développement
en bosons telles que [92] :
a\at —> [a\at)B = bpt + (1 - V2) £ b^b^b^ + ... (7.15)
p't1
L'inclusion de termes supplémentaires à bpt correspond alors à des corrections
dues au principe d'exclusion de Pauli qui introduisent une interaction résiduelle
entre phonons.
Il faut aussi inclure une autre partie de l'interaction résiduelle entre fer-
mions qui n'est pas prise en compte dans la RPA à savoir, l'interaction résiduelle
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particule-particule (pp) et trou-trou (tt) qui est exprimable, dans le contexte des
méthodes d'expansion en boson, par un produit d'ordre 2 des opérateurs 6pf,6p<
[92]:
a\a,^ (atey) f l = Ztbïptbp,t
ata\, —> (ata\,)B = EpOptV
A partir de l'hamiltonien Hj (7.1) et des relations (7.15) et (7.16), nous ob-
tenons cet hamiltonien dans l'espace de boson jusqu'à l'ordre 4 et en suivant




C'est l'hamiltonien H^ qui a été utilisé dans les calculs microscopiques. La partie
quadratique dans les opérateurs bpU bpt (7.17) est analogue à la RPA (7.3). Les
termes d'ordre 3 qui sont dus à l'interaction résiduelle pp'—p"t, pt — t't" couplent
les états ayant un nombre différent d'excitation p-t. En particulier, ils introduisent
un couplage entre les états à 1-phonon et les états à 2-phonons. Les termes d'ordre
4 sont dus à la fois à cette interaction résiduelle entre particules ou entre trous
(termes Vvp^pnpm et Vtt,jtntm) et aux corrections dues au principe de Pauli (termes
Vpt,tp> et Vpp'ttt')- Ces termes couplent les états à 2-phonons entre eux.
L'hamiltonien Hb (7.17) s'écrit donc:
Hb = HRpA + AV (7.18)
où HRPA est la partie quadratique et AV les anharmonicités.
L'introduction des termes d'ordre 3 et 4 mélange les vecteurs propres de l'ha-
miltonien H RPA (7.7).
L'hamiltonien Hb est diagonalisé dans le sous-espace des états à 1- et 2-
phonons. Dans ce cas, les vecteurs propres de l'hamiltonien Hb sont les états
(pour plus de détails voir [4, 64, 65]) :
!•« >=
Ils sont des mélanges des états à 1-phonon \v > et des états à 2-phonons \v\i>2 >
suivant les coefficients de mélange cJ,cÇlJ/2. Les énergies Ea des états \§Q > ne
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sont évidemment plus celles de l'approximation RPA. Nous appellerons dans la
suite les états (7.19), les états mélangés. Lors d'une excitation, les états excités
sont les états mélangés qui peuvent être excités via la composante à 1-phonon,
c£, ainsi que celle à 2-phonons,
7.3.2 Les non-linéarités
En ce qui concerne le champ externe WA(2) (7.10), l'inclusion des termes pp, tt
correspond à l'inclusion de termes quadratiques dans les opérateurs bpt, bpt (7.16)
[63, 69, 92]. Suivant la transformation de Bogoliubov (7.5), ce champ s'écrit :
WA(t) = Woo + £ W?(t)Ql + h.c. + £ W£.(t)QlQ, + £ W%,(t)QlQl + *•«•
(7.20)
où les coefficients des termes non-linéaires sont donnés par les relations :
[{P\Ue(t)\p') 6* - (t \UB(t)\f) M
w%,(t) = £„„,,, UP \uB(t)\P'} s», - (f \uB{t)\t) spp,} X$Y$
(7.21)
L'inclusion de ces termes dans le champ externe ouvre de nouvelles possibili-
tés dans le mécanisme d'excitation des DGR. Plus précisément, le terme Q\QV>
permet des transitions d'une GR à une autre GR et le terme Q\Qvi introduit
des transitions directes de l'état fondamental à une DGR en agissant sur les
corrélations dans le fondamental RPA (7.21).
A partir des relations (7.17) et (7.20) et (7.21), Thamiltonien total (7.10)
s'écrit maintenant :
HA(t) = Hb + WA(t) (7.22)
Par conséquent, la solution de l'équation de Schrôdinger dépendante du temps
pour HA^) (7.22) n'est plus un état cohérent (7.14). Les probabilités de trouver
le système dans un états excité \v >, lors d'une excitation, ne sont plus données
par une loi de Poisson. Par contre, la seule inclusion des non-linéarités dans le
champ externe ne modifie pas la loi de Poisson si l'hamiltonien dépendant du
temps est au plus quadratique [4, 69].
7.4 Résultats :mPb
Nous avons utilisé cette approche pour calculer les anharmonicités et les sec-
tions efficaces d'excitation électromagnétique des GR et des DGR dans différents
noyaux lors d'une collision relativiste entre ions lourds [18, 19, 20].
Afin de mettre en évidence ces effets sur les sections efficaces, nous allons
présenter de façon détaillée les résultats obtenus pour le 208Pb. De plus, nous
allons comparer nos prédictions théoriques avec les valeurs mesurées [13].
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En outre, nous donnerons de manière succinte les résultats globaux sur les sec-
tions efficaces des GR et des DGR pour d'autres noyaux étudiés avec cette même
approche, à savoir, le noyau doublement magique 40Ca [18], le noyau magique
90Zr [44, 20] et le noyau riche en neutrons 28O (annexe E) [19, 20].
7.4.1 Le spectre harmonique
Nous avons tout d'abord déterminé les états à 1-phonon avec un calcul RPA
autoconsistant, la force utilisée est la force effective SGII [99]. Bien que la re-
présentation soit explicite en protons et neutrons, l'isospin apparaît comme un
nombre quantique approché qui nous servira à caractériser les états.
Les B(EÀ) (7.8) pour les opérateurs statiques électriques de multipolarité
À = 0,1,2,3 sont présentés (figs.7.1, 7.2, 7.3, 7.4). Nous voyons que la force mo-
nopolaire isoscalaire est concentrée dans deux états centrés autour de 13 MeV et
15 MeV. Du fait du pourcentage important de la règle de somme associée emporté
par ces deux états, nous avons retenu ces deux états, la GMR\ et la GMR2. En ce
qui concerne la force monopolaire isovectorielle, nous n'avons retenu aucun état
car elle est trop fragmentée (fig.7.1). La force dipolaire isovectorielle est dominée
par deux états centrés autour de 12 et 16 MeV, la GDRX et la GDR2 (fig.7.2). La
force quadrupolaire isoscalaire est dominée par un bas niveau 2+ à 5 MeV et par
un état à 11 MeV, la ISGQR. En ce qui concerne la force quadrupolaire isovec-
torielle, elle est très fragmentée autour de 22 MeV. Nous avons donc sommé les
états proches en énergie par la méthode décrite en [64]. L'état ainsi obtenu est la
IVGQR (fig.7.3). Finalement, deux états octupolaires isoscalaires, l'un à 3 MeV
et l'autre à 21 MeV, ont été retenus. Ils satisfont à un pourcentage important
de la règle de somme. Aucun état octupolaire isovectoriel n'a été retenu car la
force est trop fragmentée (fig.7.4). Les plus hautes multipolarités n'ont pas été
retenues car elles sont à la fois peu collectives, très fragmentées et surtout peu
excitées par le champ coulombien.
La base des états à 1-phonon considérée est résumée dans le tableau (7.1).
En utilisant les neuf états à 1-phonon ainsi obtenus (tab.7.1) comme base, 23
paires de phonons de parité positive et 20 paires de phonons de parité négative
couplées à plusieurs spins totaux peuvent être construites. Les états à parité non-
naturelle construits par couplage de deux phonons non-identiques ont été inclus.
Seuls les états à 2-phonons ayant un moment angulaire < 3 ont été considérés dans
les calculs des sections efficaces, car ceux ayant un moment angulaire supérieur
ont un poids négligeable dans les processus d'excitation coulombienne.
7.4.2 Le spectre anharmonique
Nous avons calculé l'interaction résiduelle entre phonons (7.17) avec la force
effective SGII [99] à l'aide du code de calcul ANIE développé en [64]. Dans le
cas des états 1~, l'interaction résiduelle calculée entre les états à 1-phonon et les
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FlG. 7.1 - B(E0) isoscalaire et isovectorielle dans le 208P6.
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FlG. 7.3 - B(E2) isoscalaire et isovectorielle dans le 208P6.
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FlG. 7.4 - B(E3) isoscalaire et isovectorielle dans le 2O8P6.





















































TAB. 7.1 - Etats à 1-phonon dans le 208Pb. Pour chaque état, le spin, la parité,
l'isospin, l'énergie et le pourcentage des règles de somme pondérées en énergie
associées sont indiqués [18].
états à 2-phonons est comprise entre 0.5 MeV et 1 MeV, tandis que celle entre les
états à 2-phonons est en moyenne, un ordre de grandeur plus petite. Signalons
que l'interaction résiduelle calculée dans le cas du 208P6 (mais aussi dans les
autres noyaux étudiés) est en moyenne plus faible que la valeur utilisée dans les
deux modèles schématiques (chapitre 3 et 4). Rappelons que dans ces modèles
les coefficients des termes anharmoniques ont été fixés tels que < 2|AV|1 >=<
2|A1/|2 >= 1 MeV (paragraphe 3.3 et 4.3).
Pour chaque valeur de spin et de parité fixée, la matrice associée à Hb (7.17)
a été diagonalisée par le code JANE [64] afin d'obtenir les états mélangés |$Q >
(7.19) et leurs énergies EQ. Du fait que l'interaction résiduelle est faible, les états
mélangés |$ a > et leurs énergies Ea restent très proches des fonctions d'onde et
des énergies des phonons RPA. De ce fait, le recouvrement de ces états avec un
état à 1-phonon ou à 2-phonons est très important (7.19). Par la suite, les états
mélangés (7.19) seront donc appelés du nom de la composante dominante de leur
fonction d'onde.
Le tableau (7.2) fournit, pour les états 1~, le décalage total en énergie dû
aux anharmonicités AE par rapport à leurs énergies harmonique l?o, l'interac-
tion résiduelle diagonale AE0 et leurs coefficients de mélange avec la GDR. Les
tableaux (7.3) et (7.4) présentent les mêmes informations sur les niveaux à parité
naturelle de basse et de haute énergie.
Les résultats des tableaux (7.2), (7.3) et (7.4) montrent que les anharmonicités
calculées sont petites : les décalages en énergie (AE) sont de l'ordre de quelques
centaines de keV, chaque multiplet étant séparé du même ordre de grandeur. Nous
pouvons aussi voir que les coefficients de mélange (7.19) sont aussi en moyenne
petits, leurs valeurs variant de 0.05 à 0.2.




































































































T A B . 7.2 - Propriétés des états mélangés 1 obtenus après la diagonalisation de
l'hamiltonien (7.17). Dans la première colonne, la composante dominante de la
fonction d'onde est indiquée. La deuxième colonne contient les énergies de ces
états à l'approximation RPA, EQ. AE (en keV) est le décalage en énergie dû aux
anharmonicités, tandis que AEQ (en keV) est l'interaction résiduelle diagonale.














































































TAB. 7.3 - Propriétés des états mélangés de basse énergie. Eo,AE, AEo ont la
même signification que dans le tableau (7.2). Dans la première colonne, seule la
composante dominante est indiquée tandis que la dernière colonne contient la
deuxième composante la plus importante et son coefficient de mélange [18].
7.4.3 L'excitation
Une fois la fonction d'onde pour le système \i/>(t) > développée sur la base
des états mélangés (7.19), l'équation de Schrôdinger dépendante du temps pour
l'hamiltonien (7.22) a été résolue avec la méthode des voies couplées (annexe B).
Afin de déterminer les probabilités d'excitation PQ des états mélangés |4>a >, un
développement multipolaire du potentiel d'interaction électromagnétique a été
déterminé (annexe D) [18].
L'excitation électromagnétique du 208Pb a été étudiée lors de la réaction
208pb+208pb a 6 4 1 M e V p a r
Effets des anharmonicités et des non-linéarités
L'introduction des non-linéarités ouvre de nouvelles voies dans l'excitation. En
effet, en plus des processus à plusieurs étapes considérés normalement, chaque état
|$ Q > peut être excité soit par le terme W10 via sa composante à 1-phonon soit
par le terme W20 via sa composante à 2-phonons (éqs.(7.20) et (7.21)). Ces deux
contributions peuvent interférer constructivement ou bien destructivement, selon
les signes des coefficients de mélange. En plus des transitions du fondamental, le
terme W11 (éqs.(7.20) et (7.21)) introduit des transitions entre états excités. Ce
qui peut également modifier les probabilités d'excitation des états.
L'introduction des anharmonicités redistribue les forces des différentes multi-
polarités. En effet, la force associée au terme linéaire est, dans les calculs stan-
dards, concentrée sur les états à 1-phonon. Le mélange des fonctions d'onde intro-

















































































































































































T A B . 7.4 - Propriétés des états mélangés de haute énergie. Eo,AE,AEo, cconj
et Config. ont la même signification que dans le tableau (7.3) [18].













































T A B . 7.5 - Effets des anharmonicités et des non-linéarités sur les sections effi-
caces d'excitation coulombienne (en mb) pour certains états excités. Les états
sont indiqués par la composante dominante (première colonne). La deuxième co-
lonne correspond aux spins et aux parités. La troisième colonne contient leurs
sections efficaces obtenues avec le calcul de référence, harmonique et linéaire.
Dans la quatrième colonne le terme non-linéaire W11 est inclu, tandis que dans
la cinquième seulement le terme W20 a été pris en compte. Les résultats d'un
calcul anharmonique et linéaire sont présentés à la sixième colonne. Finalement,
la dernière colonne correspond aux résultats du calcul complet, anharmonique et
non-linéaire [18].
duit par les anharmonicités distribue cette force sur les différentes composantes
des états | $ a > proportionnellement aux coefficients de mélange cj . Par exemple,
la force dipolaire isovectorielle qui est, dans l'approximation RPA, concentrée sur
la GDR, après l'introduction des anharmonicités se distribue sur les états mé-
langés 1" selon les coefficients de mélange de ces états avec la GDR (tab.7.2).
De même, si la force associée au terme non-linéaire W20 est dans un calcul har-
monique et non-linéaire concentrée sur les états à 2-phonons, dans un calcul
anharmonique et non-linéaire elle se distribue sur plusieurs états.
Les effets séparés des nouveaux termes sur les sections efficaces des états
mélangés 1~ sont montrés à la figure (7.5). La figure (7.5) montre que la force
dipolaire est dominée par la GDR. Cependant, des modifications importantes ont
lieu après l'introduction des anharmonicités et des non-linéarités par rapport au
calcul harmonique et linéaire.
Un exemple : l'état |2+ <g) 3~ > de basse énergie
Pour éclairer les différents mécanismes qui sont introduits par ces nouveaux
termes, nous allons regarder en détail, à titre d'exemple, les effets des anharmo-
nicités et des non-linéarités sur la section efficace de la composante 1~ de l'état
à 2-phonons de basse énergie |2+ ® 3~ > (tableau 7.5).
Dans le calcul harmonique et linéaire, cet état n'est pratiquement pas excité.
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En effet, dans ce cas, cet état est excité par deux transitions, une E2 et l'autre
E3 qui ne sont pas favorisées (fig.7.6.a) (tab.7.5).
En ce qui concerne les non-linéarités, l'inclusion du terme W11 de transition
entre états à 1-phonon dans le champ externe modifie un peu sa section efficace car
cet état peut maintenant être excité soit par deux transitions E2 et une transition
El (fig.7.6.b) (tab.7.5), soit par une transition E3 et deux El. Dans les deux
cas, une transition de haute multipolarité est présente, ce qui explique la faible
section efficace. Par contre, l'inclusion du terme W20 augmente considérablement
la section efficace d'un facteur « 500. En effet, ce terme permet l'excitation directe
de cet état à partir du fondamental grâce à une transition El, transition qui est
fortement favorisée (fig.7.6.c) (tab.7.5). Il faut noter que les effets du terme W20
sur les sections efficaces diminuent de manière considérable avec l'accroissement
de l'énergie de l'état considéré. En effet, le facteur d'augmentation diminue d'un
facteur 10 pour les composantes 1" des états à 2-phonons |2+ <g> HEOR > ou
\ISGQR <g> HEOR > dont les énergies sont autour de 30 MeV.
Du fait que les anharmonicités mélangent les états à 1 et 2-phonons, l'état
|2+ ® 3~ > peut être aussi excité par le terme W10 via son mélange avec la
GDR (tab.7.2). Bien que le coefficient de mélange soit de 0.023, l'effet sur a est
important car il s'agit d'une transition El très favorisée. De plus, l'énergie de
cet état (autour de 9 MeV) est plus basse de celle de la GDR. L'ensemble de
ces conditions fait que l'introduction des anharmonicités seules augmente d'un
facteur presque 100 la section efficace par rapport au calcul de référence linéaire
et harmonique (tab.7.5).
Finalement, après l'inclusion à la fois des anharmonicités et des non-linéarités
la section efficace de la composante 1~ de l'état |2+ <8> 3~ > passe de 0.03 mb à
30 mb (tab.7.5), soit une augmentation d'un facteur 1000.
Interférence entre plusieurs voies
Les effets des anharmonicités et des non-linéarités sur les sections efficaces
n'interfèrent pas forcément de manière constructive, comme c'est le cas pour l'état
|2+ (g)3~ > que nous venons de discuter. Dans le cas de l'état \ISGQR® 3~ > et
de la \ISGQR >, par exemple, ils interfèrent de manière destructive (tab.7.5).
Pour éclairer cet aspect nous allons utiliser un calcul simple où seulement la
GDR et la composante 1~ de l'état |2+ ®3~ > sont incluses. Ces deux états sont
mélangés de la façon suivante :
|$i > = cos (3\GDR> ~s in /? |2 + 0 3~ >
) 3 - > (7.23)
En augmentant la valeur de |/?|, nous passons du cas harmonique (/? = 0) à un
cas très anharmonique. Les signes relatifs des deux composantes des fonctions
|$ t > peuvent être changés en modifiant le signe de j3. Les énergies des états ont














T A B . 7.6 - Effets des anharmonicités et des non-linéarités sur les sections efficaces
(en mb) dans un cas test (voir texte). La dernière colonne correspond aux valeurs
de j3 utilisées [18].
été gardées fixes et égales à l'énergie harmonique de la composante dominante,
c'est-à-dire E\ = EQDR et E2 = E2+ 4- £3- . Les sections efficaces de l'état |$ 2 >,
obtenues pour deux valeurs opposées de /?, sont données (tab.7.6). Les résultats
obtenus avec /? = —0.02 sont similaires à ceux de l'état |2+ <g> 3~ > (tab.7.5) où
les effets des anharmonicités interfèrent constructivement avec les effets des non-
linéarités. Par contre, les résultats obtenus avec /? — 0.02 sont similaires à ceux
de l'état \ISGQR<8>3~ > où les deux effets interfèrent destructivement (tab.7.5).
Ce comportement peut être compris à l'aide d'un calcul perturbatif. Au pre-
mier ordre en théorie de perturbations, les sections efficaces associées aux états
\$i > (7.23) sont :
anharm&znon—lin
harm&non—lin = (cos/? — x sin/?)'
où x est donné par











Du fait que \x\ est toujours beaucoup plus petit que 1, le deuxième terme dans
(7.26) peut être important même pour de petites anharmonicités tandis que le
deuxième terme dans (7.24) est toujours négligeable. De ce fait, le rapport (7.24)
est toujours proche de 1.
Les rapports x pour les états |2+ <g>3~ > et \ISGQR®3~ > valent —0.058 et
—0.091 respectivement, c'est-à-dire qu'ils ont le même signe et que leurs valeurs
sont proches. Par contre, leurs coefficients de mélange avec la GDR sont de 0.023
et de 0.045 et de signes opposés (tab.7.2). Ce qui donne, dans ce cas simple (7.23),
une augmentation linéaire en fonction de (3 dans (7.24) et (7.26), mais avec un
signe opposé. De ce fait, dans un cas,
 (7£n/ la rm&non- / tn augmente par rapport à
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FlG. 7.5 - Effets des anharmonicités et des non-linéarités sur les sections efficaces
d'excitation coulombienne des états 1" [18].
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I2+ A 3+> I2+ A 3+> I2+ A 3+:
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FlG. 7.6 - Représentation schématique de l'excitation coulombienne linéaire et
non-linéaire de la composante 1~ de l'état de basse énergie |2+ ® 3~ > [18].
aanha.rmkhn c a j j e s a n n a r monici tés et les non-linéarités interfèrent constructive-
ment, dans l'autre cas,
 a^harmicnon-iin diminue par rapport à a™**rmtdin c a r e l l e s
interfèrent destructivement. Ce qui est confirmé par le résultat du calcul réalisé
avec la méthode des voies couplées (annexe B) de la section efficace (72 de l'état








 augmente par rapport à
 a^
nharmiclin
 même si /3 et x
sont de signes opposés (fig.7.7).
Bien que ce soit un cas simple où seulement deux états sont inclus, la forte
augmentation de la section efficace #2 avec l'accroissement du coefficient de mé-
lange j3 (la valeur maximale considérée étant 0.2) (fig.7.7) montre que dans le
calcul microscopique les anharmonicités et les non-linéarités peuvent introduire
une forte augmentation des sections efficaces par rapport au calcul harmonique
et linéaire comme nous l'avons vu dans les modèles schématiques (chapitre 3 et
4). L'augmentation de la section efficace dépend évidemment de l'importance des
anharmonicités.
Discussion d'autres états
Des effets également importants ont été trouvés pour d'autres états, par
exemple, les états à 2-phonons d'énergie autour de 25 MeV. Ces états sont es-
sentiellement obtenus en couplant la GDR avec la GMR ou la GQR (IS et IV).
Dans ces cas, à la fois les termes non-linéaires W11, W20 et le mélange des fonc-
tions d'ondes sont importants. L'augmentation de la section efficace de ces états
est de 300% (tab.7.5). Ce qui avait été observé dans les modèles schématiques.
De même, l'augmentation de 5% de la section efficace de l'état \GDR\ (g) 2+ >






FlG. 7.7 - Section efficace d'excitation coulombienne pour le calcul paramétrique
(éq.7.23) en fonction de la valeur absolue du coefficient de mélange sinfl. La
courbe en ligne pleine (en tirets) correspond à la section efficace de l'état 1^)
obtenue quand les signes des coefficients de mélange sont les mêmes (opposés)
(éq.7.23) [18].
(tab.7.5) est due au mélange avec l'état GDR2 (tab.7.3).
Les effets des nouveaux termes sur les sections efficaces sont présents dans les
états 1~, du fait de leur mélange avec la GDR, ainsi que dans les états de multi-
polarité différente de 1. A titre d'exemple, considérons l'état \ISGQR) (tab.7.5).
Après l'inclusion du terme non-linéaire Wu la section efficace passe de 299 mb
(cas harmonique et linéaire) à 333 mb. En effet, ce terme ajoute une autre voie à
l'excitation due au terme W10 de cet état (fig.7.8), à savoir une transition directe
du fondamental à la GDR (via le terme W10), suivie par une transition de la
GDR à la GQR (via le terme Wn) (fig.7.8). Ce processus au deuxième ordre est
capable d'augmenter la section efficace de 12%, car la probabilité d'excitation de
la première transition est très importante et l'effet du terme Wn est renforcé par
le voisinage des énergies de la GDR et de la GQR.
Les sections efficaces
Les états inclus dans les calculs des sections efficaces sont : tous les états ayants
une parité naturelle et un moment angulaire < 3 ainsi que les états ayants parité
non-naturelle l4* et 2~. En effet, si dans un calcul au premier ordre en théorie de
perturbations les états à parité non-naturelle ne peuvent pas être excités; dans
un calcul exact i.e. à tous les ordres (tel que celui réalisé avec la méthode de
voies couplées) ces états peuvent être excités. Ils doivent donc être inclus dans
nos calculs des sections efficaces.








FlG. 7.8 - Représentation schématique de l'excitation non-linéaire de la GQR
[18].
Les résultats obtenus montrent que la contribution des états 1+ à la section
efficace est négligeable et que celle des états 2~ est de 1 mb dans la région de la
DGDR et de 2 mb à plus basse énergie (i.e. autour de 16 MeV). Ces résultats sur
les états à parité non-naturelle sont en accord avec [52]. Du fait de leurs faibles
contributions, les états à parité non-naturelle n'ont pas été inclus dans les calculs
des sections efficaces des autres noyaux étudiés (annexe E).
Une comparaison entre la section efficace différentielle obtenue dans les deux
cas (harmonique et linéaire, anharmonique et non-linéaire) est donnée (fig.7.9).
Chaque état à été multiplié par une lorentzienne dont la largeur a été choisie d'1
MeV pour la région de bas niveaux (fig.7.9.a) et de 3 MeV pour la région de la
GDR (fig.7.9.b) et de la DGDR (fig.7.9.c), ceci afin d'obtenir un spectre continu
et de prendre en compte de façon heuristique l'effet des largeurs sur le spectre.
La comparaison montre que la région des bas niveaux est, comme nous l'avons
vu auparavant, très affectée pas ces nouveaux termes. Les bosses correspondant
aux états 3" , 2+ et |2+ ® 3" > sont bien évidentes (fig.7.9.a). Les états 3" et 2+
sont décalés par les anharmonicités de —256 keV et de —364 keV (tab.7.3).
Il est important de remarquer que, dans la région de la GDR, la section
efficace différentielle n'est pratiquement pas modifiée par les anharmonicités et
les non-linéarités (fig.7.9.b). En effet, la section efficace totale de la GDR passe
de 3.14 barn à 3.13 barn. En ce qui concerne la GQR, les sections efficaces totales
de la ISGQR et IVGQR passent de 299 mb à 314 mb et de 95 mb à 94 mb
respectivement. Par contre, la section efficace différentielle dans la région de la
DGDR est affectée après leur inclusion (7.9.c).
Pour chaque multipolarité, les effets séparés des anharmonicités et des non-
linéarités sont présentés (tab.7.7). Nous pouvons voir que la section efficace totale






























T A B . 7.7 - Sections efficaces d'excitation coulombienne (en mb) calculées dans
la région de la DGDR dans le 208Pb excité lors des réactions 2osp6+208 pb à 6 4 1
MeV par nucléon. Les effets des anharmonicités et des non-linéarités par rapport
au calcul harmonique et linéaire sont donnés séparément [20].
augmente de 10% (tab.7.7). Cette augmentation n'est pas due à une augmentation
de la section efficace de la DGDR qui passe de 218 mb (calcul harmonique et
linéaire) à 211 mb (calcul anharmonique et non-linéaire). En effet, dans [100],
il a été montré que la force associée à la DGDR est en partie contrainte par
une nouvelle règle de somme pour l'excitation double. La section efficace de la
DGDR représente seulement 68% de la section efficace totale dans cette région.
L'augmentation de 10% est donc due aux effets des anharmonicités et des non-
linéarités sur l'excitation de tous les états à 2-phonons présents dans la région de
la DGDR.
L'augmentation de 10% due aux nouveaux termes est dix fois plus petite
que celle obtenue dans le modèle de l'oscillateur et trois fois plus petite que celle
observée dans le modèle à deux niveaux. Il est important de comprendre pourquoi.
Comme nous l'avons vu, l'interaction résiduelle entre phonons calculée dans
le cas du 208P6 est faible. L'inclusion de cette interaction résiduelle introduit une
correction aux énergies des états, en moyenne, de 200 keV comparée aux modèles
schématiques où elle était de 2 MeV. Les mélanges des fonctions d'onde sont aussi
en moyenne dix fois plus petits que ceux présents dans les modèles schématiques.
Ces corrections nettement plus petites apportées aux énergies ainsi qu'aux fonc-
tions d'onde expliquent les effets réduits des anharmonicités et des non-linéarités
sur les probabilités d'excitation des états excités du 208Pb. En effet, les résultats
obtenus pour certains états (tab.7.5) ainsi que dans le cas simple (éq.7.23) et
(fig.7.7) où le mélange des fonctions d'onde peut être augmenté de manière arbi-
traire montrent clairement que même dans le calcul microscopique l'introduction
de ces nouveaux termes peut entraîner des augmentations importantes des sec-
tions efficaces. L'importante réduction des effets des anharmonicités et des non-
linéarités sur les sections efficaces d'excitation ne doit donc pas être recherchée
dans la simplicité des calculs schématiques par rapport au calcul microscopique,
mais bien dans la faiblesse des interactions résiduelles calculées microscopique-
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FlG. 7.9 - Comparaison entre la section efficace différentielle d'excitation cou-
lombienne du 2O8P6 obtenue dans le calcul harmonique et linéaire et dans le calcul
anharmonique et non-linéaire. La réaction considérée est 208Pb-f208Pb à 641 MeV
par nucléon. Les trois figures correspondent à trois différentes régions en énergie :
a) la région de bas niveaux; b) la région de la GDR et c) la région de la DGDR.
Les sections efficaces de chaque état ont été multipliées par une lorentzienne ayant
une largeur de 3 MeV. Pour la région à basse énergie, une largeur de 1 MeV a
été utilisée [18].
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ment.
Comparaison avec l'expérience: rôle des états à 2-phonons différents
de la DGDR
Finalement, une comparaison entre les prédictions théoriques sur les sections
efficaces totales obtenues dans cette approche et celles mesurées a été réalisée.
Comme nous l'avons vu dans le premier chapitre, il existe à présent plusieurs
mesures des sections efficaces d'excitation coulombienne des DGR dans le 208P6 [9,
49, 13]. Rappelons que, dans ces travaux, le désaccord entre les sections efficaces
mesurées et calculées avec le modèle de convolution (annexe A) harmonique et
linéaire, est de 1.33 [13] et de 2 [9, 49]. Rappelons aussi que, dans [9], afin d'obtenir
ces valeurs il est nécessaire de faire une hypothèse sur le rapport de branchement
7 de la DGDR à la GDR.
La comparaison entre nos résultats et les valeurs mesurées dans le travail [13]
est présentée dans le tableau (tab.7.8). La section efficace calculée de la GDR est
en bon accord avec la valeur expérimentale. Signalons que la différence entre la
règle de somme associée à la force dipolaire dans le résultat expérimental [13] où
122% de la règle de somme a été pris et la prédiction théorique (tab.7.8) où 90%
de la règle de somme a été considérée (tab.7.1) est seulement apparente car les
règles de somme de référence ne sont pas les mêmes. En effet, dans nos calculs
les règles de somme sont calculées en multipliant les énergies RPA par les B(EX)
(éq.7.8) [75]. De ce fait, l'augmentation de 30% par rapport à la règle de somme
TRK due au caractère isovectoriel de la transition est automatiquement incluse
[75].
La section efficace calculée de la DGDR (0.22 barn) correspond à 58% de la
section efficace expérimentale (0.38 barn) dans la région de la DGDR attribuée
à la seule DGDR dans [13] (tab.7.8). Dans notre calcul, l'inclusion des états à
2-phonons différents de la DGDR et construits avec des phonons de différentes
multipolarités augmente de 27% la section efficace dans cette région, qui passe
de 0.22 à 0.28 barn (tab.7.8). La contribution de ces états à la section efficace
d'excitation est importante. Il est donc nécessaire d'en tenir compte, alors que
ces contributions sont négligées dans la plupart des calculs [10, 9, 49, 13, 52, 53,
54, 55, 15].
Finalement l'inclusion des anharmonicités et des non-linéarités porte la sec-
tion efficace à 0.31 barn grâce à une augmentation de la section efficace des états
à 2-phonons différents de la DGDR par un facteur supérieur à 65%. Le désaccord
entre la section efficace calculée dans la région de la DGDR et la section efficace
mesurée est donc réduit de 42%±10% à 18%±10% (tab.7.8). Ce résultat est rela-
tivement satisfaisant du fait que des améliorations peuvent encore être apportées
aux calculs théoriques. En premier lieu, il faudrait inclure tous les états de mul-
tipolarité < 3 peu collectifs (nous n'avons retenu que les états satisfaisant à au
moins 5% des règles de somme associées) ainsi que les forces de multipolarité > 3








région de la DGDR
0.31 (0.28) *"
0.38 ± 0.04
TAB. 7.8 - Comparaison entre les prédictions théoriques et les résultats expéri-
mentaux (en barn) [13] dans le 208P6 obtenus lors de la réaction 208PbH-208Pb à
641 MeV par nucléon. Les prédictions théoriques (première ligne) correspondent
aux sections efficaces de la GDR et de la DGDR. La troisième colonne corres-
pond à la section efficace obtenue en sommant les sections efficaces de tous les
états au-dessus de la IVGQR (E > 22 MeV). Les sections efficaces théoriques
sont les résultats du calcul non-linéaire et anharmonique tandis que les valeurs
entre parenthèses sont les résultats du calcul linéaire et harmonique. Les résultats
expérimentaux [13] sont donnés à la deuxième ligne. Les valeurs correspondent
à: la section efficace extraite de la GDR (première colonne); la section efficace
de la DGDR (deuxième colonne). Cette section efficace a été obtenue avec un
ajustement de la région de la DGDR après la soustraction de la GDR et de la
GQR (IS et IV) au spectre expérimental [18].
qui ont été négligées dans ce calcul. Deuxièmement, la fonction de transmission
T(b) dans les calculs des sections efficaces (annexe B) peut être étendue à des
paramètres d'impacts plus petits. Cette correction a déjà été étudiée [101] et évite
le choix arbitraire du paramètre d'impact minimal et peut apporter une certaine
augmentation de la section efficace dans la région de la DGDR par rapport à la
section efficace de la GDR [10, 9, 48, 13, 52, 51, 53, 54, 55, 15, 16, 18, 102, 103].
Troisièmement, une éventuelle contribution de l'excitation due à l'interaction nu-
cléaire n'a pas été considérée dans ce travail. Un étude en ce sens est dès à
présent en cours. Signalons que l'excitation nucléaire a été estimée négligeable
dans [52, 53, 54, 101] mais, dans ces travaux, seulement l'excitation nucléaire de
la ISGQR, contribuant à la section efficace de la composante 2+ de la DGDR via
un mélange de ces deux états, a été incluse. En dernier lieu, il serait nécessaire
de prendre en compte la largeur des résonances. Cette correction a déjà été étu-
diée et elle n'a donné aucune modification importante des sections efficaces dans
un calcul microscopique [15]. Toutefois dans [52, 53, 54] l'inclusion des largeurs
comporte une augmentation à la fois de 10% sur la section efficace dans la région
de la GDR et de 20% dans la région de la DGDR.
Finalement, l'approche utilisée pour le 208P6 a été employée pour étudier l'ex-
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citation coulombienne des DGR dans les noyaux *°Ca, ^Zr, 28O. Les prédictions
théoriques sur les sections efficaces des DGR sont données en annexe (annexe E).
En ce qui concerne les effets des anharmonicités et des non-linéarités, la com-
paraison avec les résultats du calcul harmonique et linéaire confirme les effets
trouvés dans le 208P6 et montre une augmentation de la section efficace dans la
région de la DGDR. Les facteurs d'accroissement sont de 13% dans le 90Zr et
de 68% dans V28O (annexe E). Dans le cas du 40Ca, une augmentation de 20%
a été indiquée dans la réf. [18] correspondant seulement à la section efficace dans
le voisinage de la DGDR\. Une analyse plus détaillée montre cependant que la
section efficace dans toute la région de la DGDR dans le calcul anharmonique
et non-linéaire augmente de 68% par rapport au calcul harmonique et linéaire
(annexe E). Dans le 90Zr, le 40Ca et l'28O l'interaction résiduelle calculée entre
les états à 1 et à 2-phonons et les états à 2-phonons est plus grande que dans
le cas du 208P6 (annexe E). Ceci explique l'augmentation plus importante de la
section efficace dans la région de la DGDR et indique clairement qu'elle croît avec
l'accroissement de l'interaction résiduelle entre phonons.
7.5 Conclusions
A l'aide des méthodes d'expansion en bosons, nous avons inclu des nouveaux
termes dans la description microscopique des Résonances Géantes Doubles et de
leur excitation, description normalement basée sur l'excitation linéaire de vibra-
tions de petite amplitude. Nous avons ajouté les anharmonicités dans l'hamilto-
nien intrinsèque, à savoir d'une part des corrections dues au principe d'exclusion
de Pauli et d'autre part l'interaction résiduelle particule-particule et trou-trou.
L'espace considéré est constitué des états à 1 et 2-phonons RPA. L'introduction
de ces termes modifie les énergies et mélange les fonctions d'onde des phonons. En
outre, du fait que les Résonances Géantes Doubles sont des vibrations de grande
amplitude, le champ externe peut induire des excitations particule-trou ainsi que
des excitations particule-particule et trou-trou, nous avons donc inclu ces termes,
non-linéaires, dans le champ externe excitateur.
Si d'une part, les anharmonicités distribuent la force d'une multipolarité don-
née sur plusieurs états, d'autre part les non-linéarités ouvrent de nouvelles pos-
sibilités dans le mécanisme d'excitation de états. L'introduction de ces nouveaux
termes augmente alors les sections efficaces d'excitation coulombienne des DGR.
Cette approche a été utilisée pour calculer les sections efficaces d'excitation
coulombienne dans les noyaux 208Pb, 40Ca, ^Zr, 28O. Dans tous les noyaux étu-
diés, des effets importants ont été observés en particulier sur les états de basse
énergie.
Dans le cas du 208P6, les résultats montrent que ce noyau doublement magique
est un bon oscillateur harmonique, ce qui concorde avec les résultats expérimen-
taux [13]. Une comparaison entre les sections efficaces calculées et les valeurs
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mesurées [13] montre que la section efficace de la GDR est en accord avec la va-
leur mesurée. Après l'inclusion des anharmonicités et des non-linéarités ainsi que
des états à deux phonons différents de la DGDR présents dans le voisinage de la
DGDR, la section efficace dans la région de la DGDR est de 0.31 barn à comparer
avec la section efficace expérimentale de 0.38 ± 0.04 barn. La comparaison entre
sections efficaces calculées et mesurées dans cette région tend à être satisfaisante.
Le facteur global d'augmentation dû aux seules anharmonicités et non-linéarités
est de 10%. En effet, dans le cas du 208P6, l'interaction résiduelle entre phonons
est faible et en moyenne entre 5 et 10 fois plus petite que celle utilisée dans les
calculs schématiques. Par conséquent, les modifications des énergies des phonons
sont de l'ordre de quelque pourcent et les mélanges des fonctions d'onde faibles.
En ce qui concerne les autres noyaux, il n'existe pas à présent de données
expérimentales. La comparaison entre les calculs, harmonique et linéaire et an-
harmonique et non-linéaire, montre un augmentation de la section efficace dans
la région de la DGDR variant entre 10% et 20%. Cette augmentation, plus im-
portante que celle observée dans le 208P6, trouve son origine dans une interaction
résiduelle entre phonons plus importante. Ce qui confirme que les effets dépendent
fortement de l'interaction résiduelle.
Signalons que la force effective utilisée dans ces calculs est ajustée pour re-
produire les propriétés des noyaux proches de l'état fondamental. Dans ce travail,
elle a été utilisée dans les canaux particule-particule et trou-trou pour lesquels
peu d'études existent à présent.
En conclusion, l'ensemble des résultats indique qu'une description telle que
celle utilisée réduit le désaccord expérience-théorie. Il serait alors intéressant de
réaliser ce type de calcul dans les noyaux à couche ouverte ou bien déformés où
les anharmonicités devraient être bien plus importantes. Rappelons que l'écart
d'un facteur 2 existant entre prédictions théoriques et valeurs expérimentales des
sections efficaces d'excitation coulombienne des DGR dans V197Au et le 136Xe n'a
pas encore été compris.
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Chapitre 8
Conclusions et perspectives
Le but de ce travail était d'étudier le rôle des anharmonicités et des non-
linéarités sur l'excitation des Résonances Géantes Doubles. Nous avons montré
que l'inclusion à la fois d'anharmonicités dans la vibration et d'une réponse non-
linéaire du noyau à un champ excitateur améliore la description des probabilités
d'excitation des Résonances Géantes Doubles : l'effet de ces termes est d'augmen-
ter les sections efficaces d'excitation.
Tout d'abord, l'étude dans le modèle schématique d'un oscillateur anharmo-
nique excité non-linéairement nous a montré que l'introduction d'anharmonici-
tés et de non-linéarités introduisait une augmentation de la section efficace du
deuxième état excité tout en modifiant peu son énergie. Toutefois, le principe
d'exclusion de Pauli présent dans une extension du modèle de Lipkin-Meshkov-
Glick, développée spécifiquement pour ce problème, réduit les effets des nouveaux
termes car il entraîne un blocage des transitions entre le premier et le deuxième
état collectif.
Si le but de ce travail est représenté par l'étude des effets des anharmonicités
et des non-linéarités sur les probabilités d'excitation des Résonances Géantes
Doubles dans un calcul microscopique, les résultats obtenus dans les modèles
schématiques exactements solubles sont néanmoins irremplaçables. En effet, les
effets sur les probabilités d'excitation mis en évidence dans ces modèles ne sont
pas affectés par certaines approximations nécessairement présentes dans le calcul
microscopique. Ce calcul en effet a été réalisé à l'aide des méthodes d'expansion
en bosons qui permettent de décrire les propriétés de fermions dans un sous-
espace de l'espace de boson, appelé l'espace physique, et remplacer les opérateurs
de fermions par une série infinie d'opérateurs de bosons.
Une première approximation présente dans le calcul microscopique est la tron-
cation, numériquement nécessaire, de l'espace. C'est cette truncation de l'espace
qui impose l'ordre dans la truncation des développements en série d'opérateurs.
Mais, là est une des questions, comment ces deux truncations affectent-elles les
résultats? Nous avions par exemple constaté que dans le modèle de l'oscillateur
le mélange des premiers deux états avec des états excités de haute énergie in-
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troduit par les anharmonicites contribuait à augmenter la section efficace du
deuxième état. L'avantage de disposer des solutions exactes dans des modèles
schématiques est qu'elles permettent évidemment de tester la qualités des ap-
proximations faites, notamment des truncations de l'espace et de l'hamiltonien.
En appliquant les méthodes d'expansion en bosons au modèle de Lipkin-Meshkov-
Glick étendu, j'ai donc pu montrer que les troncations réalisées représentent de
bonnes approximations; elles n'affectent pas de manière significative les effets des
anharmonicites sur les probabilités d'excitation.
Une autre difficulté récurrente dans les calculs basés sur les méthodes d'expan-
sion en bosons est le problème de la contribution d'états spurieux, c'est-à-dire des
états appartenant à l'espace non-physique. Sur la base de la comparaison entre so-
lutions exactes et approchées, j'ai pu également montrer que d'éventuelles contri-
butions de composantes d'états spurieux n'influencent pas de manière significative
les conclusions sur les troncations.
L'ensemble des résultats obtenus dans ce contexte suggèrent donc qu'en élar-
gissant l'espace et augmentant l'ordre de l'hamiltonien dans le calcul microsco-
pique, les effets trouvés devraient être très peu modifiés.
En dehors des méthodes d'expansion en boson, une autre approche permettant
d'étudier l'excitation des Résonances Géantes Doubles est celle-du champ moyen
dépendant du temps qui inclut de manière intrinsèque les anharmonicites dans la
vibration et les non-linéarités dans l'excitation. Toutefois les modes ne sont pas
quantifiés. Dans ce contexte, un problème qui se pose est d'extraire la probabilité
d'excitation de ces états.
L'application de cette approche au modèle de Lipkin-Meshkov-Glick étendu
nous a permis de donner une première réponse à cette question. L'étude réalisée
dans ce travail montre que la relation entre l'amplitude des pics à haute fréquence
dans les transformées de Fourier des observables à un corps et la probabilité
d'excitation du deuxième état est complexe car elle dépend des anharmonicites.
Les valeurs moyennes d'observables à deux corps se révèlent être des observables
pertinentes reliées à la probabilité d'excitation du deuxième état.
Toutefois, si les fluctuations de point zéro ainsi que les corrélations à deux
corps sont importantes dans le système, alors l'évolution en temps de ces valeurs
moyennes dévie fortement de l'évolution quantique exacte.
Finalement, le calcul microscopique des sections efficaces d'excitation coulom-
bienne des Résonances Géantes Doubles dans divers noyaux montre que l'inclu-
sion d'anharmonicites et de non-linéarités dans la description de ces états ainsi
que de leur excitation augmente leurs sections efficaces, en accord avec les résul-
tats des modèles schématiques. Les mécanismes responsables de cette augmen-
tation sont bien compris. D'une part les forces de différentes multipolarités sont
redistribuées sur un nombre plus grand d'état suivant le mélange entre états intro-
duits par les anharmonicites, d'autre part des nouvelles voies dans le mécanisme
d'excitation des Résonances Géantes Doubles sont ouvertes par les non-linéarités
dans le champ externe excitateur.
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Nous avons également mis en évidence que, contrairement à ce qui a été sup-
posé dans la plupart des calculs réalisés jusqu'à présent, toutes les Résonances
Géantes Doubles, et pas seulement la Résonances Géante Dipolaire Double, contri-
buent de manière importante à la section efficace. C'est en effet l'influence des
anharmonicites et des non-linéarités sur la section efficace de ces états qui s'avère
important, car la section efficace de la Résonances Géante Dipolaire Double est
en partie contrainte par des arguments provenant des règles de somme.
C'est le rôle important joué sur l'excitation par les anharmonicites et les non-
linéarités ainsi que par les nombreux états inclus dans notre approche qui rend
la comparaison entre les sections efficaces calculées et mesurées dans le 208P6
assez satisfaisante. Le désaccord entre expérience et théorie dans la région de
la Résonance Géante Dipolaire Double est de 18% ± 10%. Cet écart peut être
ultérieurement réduit car des améliorations peuvent encore être apportées.
Un premier pas serait d'inclure les nombreux états faiblement collectifs qui
ont été négligés (nous avons retenu les états satisfaisant à plus de 5% des forces de
différentes multipolarités) ainsi que les forces de multipolarité supérieure à trois.
Ensuite, il faudrait remplacer la fonction de transmission à bord franc utilisée
dans le calcul des sections efficaces par une fonction continue de façon à prendre
en compte l'excitation coulombienne aussi aux paramètres d'impact petits. Fina-
lement, l'interaction nucléaire peut aussi contribuer à l'excitation des Résonances
Géantes Doubles aux paramètres d'impact petits. L'inclusion de l'excitation nu-
cléaire est actuellement en cours.
Quelles perspectives?
Nous avons abordé le problème de l'excitation des Résonances Géantes Doubles
dans une approche en champ moyen dépendant du temps dans un modèle sché-
matique. Il serait maintenant intéressant de l'étudier dans un cas plus réaliste et
de comparer les effets des anharmonicites et des non-linéarités sur les probabilités
d'excitation dans cette approche avec ceux trouvés dans le calcul microscopique.
L'ensemble des résultats obtenus indique clairement que l'augmentation de
la section efficace produite par les anharmonicites et les non-linéarités peut être
encore plus importante que celle trouvée dans ce travail. En effet, cette augmen-
tation dépend fortement des anharmoncités qui ont été estimées petites dans la
plupart des noyaux étudiés. Ces noyaux doublement magiques se sont révélés
de très bons vibrateurs. Toutefois, la force effective utilisée dans ces calculs est
ajustée pour reproduire les propriétés des noyaux proches de l'état fondamental,
c'est-à-dire dans la voie particule-trou. Il existe à présent peu de travaux permet-
tant de tester cette interaction dans les canaux particule-particule et trou-trou.
Une modification de l'interaction résiduelle dans les voies particule-particule et
trou-trou pourrait entraîner une variation des anharmonicites. L'étude des pro-
priétés des Résonances Géantes Doubles fournit donc un test des forces effectives
dans les canaux particule-particule et trou-trou.
Les résultats du calcul microscopique nous encouragent à appliquer notre ap-
proche étendue aux noyaux déformés ou bien à couche ouverte, tels que le 136Xe et
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l'197Au. Le désaccord entre prédictions théoriques et résultats expérimentaux sur
les sections efficaces d'excitation coulombienne des Résonances Géantes Doubles
dans ces noyaux est dans ce cas plus flagrant car l'écart y est entre 2 et 4. Dans ces
noyaux les anharmonicités sont certainement plus fortes que celles trouvées dans
ce travail; leur inclusion ainsi que l'inclusion de non-linéarités pourra combler une
partie importante de l'écart entre expérience et théorie.
La prédiction de ces sections efficaces reste maintenant un point ardu mais
très important à résoudre car la solution de ce problème nous permettra d'affirmer
que notre compréhension globale des Résonances Géantes n'est pas à mettre en
doute.
J'aimerais finir ce mémoire en signalant que l'utilisation d'approches qui vont
au-delà de l'approximation harmonique et linéaire sera peut-être encore plus né-
cessaire dans la description de modes vibrationnels de grande amplitude peu
collectifs comme les modes de basse énergie prédits pour les noyaux légers riches
en neutrons. C'est ce que nous avons illustré dans le modèle schématique du
puits fini (annexe F). Par exemple, de nombreuses spéculations ont été faites sur
l'existence dans les noyaux présentant un halo d'un mode vibrationnel de basse
énergie et faiblement collectif, appelé "soft dipole". Ce mode consisterait d'une
vibration où les nucléons du halo oscilleraient en opposition de phase avec les
nucléons du coeur. Ces modes seront peut-être mis en évidence avec la mise en
oeuvre des nouvelles installations. Notre étude schématique (annexe F) indique
que l'applicabilité des approches standard de réponse linéaire des vibrations de
petite amplitude à ces modes devrait être soigneusement étudiée.
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Annexe A
Le modèle de convolution
A.l La méthode de Weizsâcker-Williams (WW)
En 1924, Enrico Fermi a utilisé l'idée de photons virtuels pour traiter le pro-
cessus d'ionisation des atomes dû à l'absorption des rayons X [104]. La méthode
de Weizsâcker-Williams (WW) ou méthode de photons virtuels a été ensuite dé-
veloppée indépendamment en 1934 par CF. Weizsàcker et E.J. Williams [105].
L'idée est de remplacer le champ électromagnétique classique d'interaction
entre une particule incidente et un système cible chargés (un électron incident
sur un atome, deux ions, etc..) par l'interaction de la même cible avec un flux de
photons virtuels, dont le spectre en fréquence est équivalent à la décomposition
spectrale du champ électromagnétique.
Dans un référentiel K d'un observateur au repos, le champ électromagnétique
produit par une charge ponctuelle q se déplaçant à une vitesse constante v le long
d'une droite, est :
E2 - _ X L _ ^ (A.l)
B3 = 0E2
où 7 est le facteur de Lorentz associé à u, j3 = v/c et b est la distance la plus
proche entre l'observateur et la charge (fig.A.l).
La composante longitudinale E\ du champ est importante seulement pendant
l'intervalle en temps St ~ b/^v. Son maximum augmente avec l'accroissement de
7 tandis que sa durée en temps diminue. Dans le même intervalle en temps, la
composante transverse E2 varie rapidement de positive à négative. Son intégrale
est donc égale à zéro.
Pour /? -» 1, l'observateur voit un champ électrique transverse JS2 et un
champ magnétique orthogonal B3 presques identiques. Par conséquent, le champ
électromagnétique (£2, £3) ne peut pas être distingué de celui d'un photon Pi
ayant une polarisation plane et se propageant le long de l'axe x. De même, en
introduisant un champ magnétique B2 orthogonal à E\, le champ (E\,B2) peut
118 Le modèle de convolution
FlG. A.I - Particule chargée relativiste incidente sur un système cible S et
photons virtuels équivalents [105].
être substitué par un photon P2 se propageant le long de l'axe y (fig.A.l).
C'est cette équivalence entre les photons et le champ élecromagnétique d'inter-
action entre deux particules chargées qui est à la base de la méthode des photons
virtuels.
Il s'agit, en effet, de quantifier le spectre en fréquence (énergie par unité de










où { = wb/jv est le paramètre d'adiabaticité et Ko, K\ sont les fonctions de
Bessel modifiées du premier et du deuxième ordre (fig.A.2).
Les relations (A.2) montrent que le spectre de la composante longitudinale du
champ est 7~2 fois le spectre de la composante transverse (A.l). De ce fait, dans
les collisions relativistes et ultra-relativistes, la composante transverse du champ
électromagnétique est la plus importante.
En outre, du fait que E\ n'est important que pour St ~ 6/7U (A.l), dli/du
présente une coupure en énergie, à savoir wmox ~ l/8t ~ 717/6 (A.2). Ce qui
correspond à l'énergie maximale qui peut être transférée dans la collision. En ce
qui concerne E2 (A.l), d/2/cL; présente un spectre en fréquences petit, centré
autour de 717/6 (A.2).
L'énergie par unité de fréquence du champ de photons virtuels est obtenue en
intégrant les relations (A.2) sur le paramètre d'impact 6:
(A.3)
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!n(2!) I . . .
FlG. A.2 - Spectres en fréquence de photons virtuels, Pi et Pi [105].
où <f = wbmin/'yv. La borne inférieure dans cette intégrale, bmin, définit la distance
minimale d'approche des deux charges.
Finalement, le nombre N(E^) de photons virtuels d'énergie E-y — HUJ, est
donné par la relation :
(A.4)
Ce nombre décroît exponentiellement pour les photons de haute fréquence car
~ w â--2(l — — )e~2 ™" pour u >^ 7v/6mjn (A.3). On voit donc bien que la
méthode WW correspond à une description semi-classique des collisions entre
deux particules chargées.
A.2 L'excitation multiple
La méthode Weizsâcker-Williams peut être utilisée pour décrire l'excitation
multiple d'un noyau (projectile ou cible) dans une collision relativiste entre ions
lourds. Ceci correspond à l'absorption de plusieurs photons virtuels [106, 62, 55].
La valeur moyenne ^(b) de photons absorbés par le projectile (ou par la
cible), à un paramètre d'impact 6, est :
= J = J b) (A.5)
c'est-à-dire qu'elle est donnée par le produit du nombre N(E^,b) de photons vir-
tuels au paramètre d'impact b et ayant énergie E^ fois la section efficace mesurée
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de photoabsorption a^E^), lors de la réaction ^ (7 , xn)Ax-Xn- Cette section ef-
ficace dépend de la multipolarité de la transition et elle est fixée par les règles
de sommes associées. Dans le cas de la GDR par exemple, <x7(i?7) est une lorent-
zienne dont l'intégrale est fixée par la règle de somme TRK [75]7
Dans le modèle de convolution [106, 62,107, 55], le noyau est considéré comme
étant un oscillateur harmonique classique. La probabilité d'exciter n-fois le sys-
tème Pn , est alors donnée par la loi de Poisson (3.5) [72] où la valeur moyenne
n — /i7(6) est donnée par (A.5).
Par conséquent, dans une collision à un paramètre d'impact 6, la probabilité
d'absorber un photon d'énergie quelconque est :
(A.6)
et la probabilité renormalisée que ce photon ait une énergie E1 est:
/A 7Ï
La section efficace différentielle d'absorption d'un photon, doijdE, est donc don-
née par le produit des facteurs (A.6) et (A.7) :
d(j\
1Ê = / 2nbdbP1(b)q1{E, b) = f 2irbdbe-^
{b)$(E, b) (A.8)
De même, le produit de la probabilité d'absorber deux photons à un paramètre
d'impact b :
Pi(b) = S d î | (A.9)
fois la probabilité que ces deux photons transfèrent une énergie d'excitation E :
t b) =
donne la section efficace différentielle d'excitation :
E,b) = J j
(A.11)
A partir de (3.5) et de çn(J5,6), produit de convolution n-fois de la fonction
J, b) avec elle-même, la section efficace différentielle d'excitation dan/dE peut
être calculée.
La section efficace totale d'absorption de n photons est alors [106] :
a — dE dE dE
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L'effet de la température finie dans le processus d'excitation multiple est né-
gligé car la section efficace de photoabsorption <77(i£y) utilisée dans ce type de
calcul est celle mesurée dans les noyaux se trouvant dans l'état fondamental [106].
Du fait que les probabilités d'excitation calculées en théorie de perturba-
tions correspondent à la loi de Poisson (3.5) au facteur e~'M' près, les fonc-
tions -J^J-, ~^, •••fâ- sont aussi appelées sections efficaces différentielles au premier,
deuxième, ... à l'nI7ne ordre.
Il est important de remarquer que la méthode WW permet de calculer les
sections efficaces d'excitation coulombienne dans une collision relativiste entre
ions lourds à partir des sections efficaces de photoabsorption (A.5, A.8, A.11).
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Annexe B
La méthode des voies couplées
II s'agit de résoudre tout d'abord l'équation de Schrôdinger indépendante du
temps
H</> = E<j> (B.l)
pour un hamiltonien H afin de déterminer les fonctions propres \cf>j) associées aux
valeurs propres Ej de cet hamiltonien.
La fonction d'onde \i>(t)) est alors exprimable comme une superposition li-
néaire des fonctions propres \<f>j) relatives aux énergies Ey.
(B.2)
Pour étudier l'excitation du système dû à un champ externe W(t), il faut résoudre
l'équation de Schrôdinger dépendante du temps (h = 1) :
iMt)) (B.3)
Après l'introduction de \tl>(t)) dans (B.3), cette équation devient équivalente à un
système d'équations différentielles au premier ordre, couplées, pour les amplitudes
A i ( t ) ( H = l ) :
M*) = -•" E ^Ei-Bi>ïl{*AW(t)\4>i-)Mt) (B.4)
Cette méthode est aussi connue sous le nom de "méthode des voies couplées"
[107].
Les valeurs
AM = {<f>Mi))eiE>' (B.5)
au temps t = +oo sont les amplitudes d'excitation après la collision. La probabi-
lité d'exciter l'état \<f>j) est alors égale à
= +cc))|2 = \Aj(t = +oo)|2 (B.6)
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Pour calculer les sections efficaces <7j, il faut intégrer Pj(b) sur les différents
paramètres d'impact b
a, = 2TT H T{b)Pj(b)bdb _ (B.7)
Jo
où T(b) est la fonction de transmission.
Dans les calculs schématiques ainsi que dans le calcul microscopique réalisés,
cette fonction a été prise égale à un bord franc, c'est-à-dire T(b) = 1 pour b >
bmin «t T(b) = 0 pour 6 < 6min. Le paramètre 6min a été fixé à une distance
entre les deux ions suffisante pour que l'interaction coulombienne soit l'interaction
dominante, à savoir ro(Ap -f A-J ) avec r0 = 1.5 fm et 1.2 fm (distance de
contact). Pour des valeurs de 6min plus petites, les noyaux interagissent aussi
au travers de la force nucléaire. Ceci entraîne des phénomènes d'absorption qui
peuvent être décrits par un potentiel imaginaire [108].
Une fonction de transmission plus réaliste serait donnée par une fonction
T(b) continue dans le paramètre d'impact 6 qui tiendrait compte de l'excitation
coulombienne même à des paramètres d'impacts petits.
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Annexe C
Une extension du modèle de
Lipkin-Meshkov-Glick conservant
les règles de somme
Soit l'hamiltonien quadratique du modèle à deux niveaux (4.15) :
HA = eKo + Vi(K+K.) + V2(K2+ + K2_) + V3(K+K0 + K.K0) + V4K*
Dans le chapitre 4 nous avons étudié les effets des termes V^K+KQ •+• K-Ko)
et V4KQ sur les probabilités d'excitation quand le système est excité par le champ
externe W(t) = F(t)Kx (éqs.(4.19) et (4.20)). Après l'introduction de ces nou-
veaux termes, la section efficace du deuxième état excité a2 augmente de 60 %,
tandis que celle du premier état ai augmente de 20 % (tab.4.2). A l'aide de la re-
lation perturbative (4.21), nous allons montrer que ces augmentations sont aussi
dues à une variation des règles de somme.
Dans l'hypothèse que la règle de somme m|0) (3.15) soit dominée par la transi-
tion entre le fondamental et le premier état excité, et que rn\i) (3.15) soit dominée
par deux transitions seulement, la transition du premier état excité au fondamen-





Signalons que, dans le modèle de l'oscillateur anharmonique (chapitre 3), le rap-
port mj^/mio) = 2 et la relation ( C l ) est équivalente à (3.17). L'adjonction de
termes AV dans HLMG (4-15) entraîne une variation du rapport ro^/mio) entre
les règles de somme associées à HA (4.15) et Kx (4.19), m ^ = |(fc|[ATx, [HA, -^X]]|^)5
par rapport à celles associées à HLMG (4.3) et Kx (4.19) m\k) = ^/^[i^x? [HLMG, KX]] \k),
car le double commutateur [Kx, [AV, Kx]\ ^  0.
D'après (4.21) et (C l ) , le rapport P2/P? s'écrit:
P2 K mu) E1 \F2 (Et-EuEW
PI ~ 4K "*" m\))E2 - Ex |Fi(£i)|4 K }
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Ceci montre qu'une variation de ra|i)/m|0) implique nécessairement une variation
du rapport P2IP\ (4-21) par rapport à la valeur harmonique (paragraphe 4.4.1).
Afin d'éviter ces effets sur la probabilité d'excitation du deuxième état, il est
donc nécessaire de garder ces règles de somme fixes. Ainsi, des termes supplémen-
taires ont été introduits dans le champ externe (4.19), à savoir aK+K0 ainsi que
son hermitique conjugué. Les coefficients de ces termes ont été fixés pour garder
rn\0) et m^) constantes.
De plus, certaines modifications ont été introduites dans l'hamiltonien HA
(4.15) pour rendre le modèle plus proche des calculs microscopiques ([4, 64, 18],
chapitre 7). Plus précisément, l'opérateur Ko = Ko + Q/2 a remplacé Ko dans HA
ainsi que dans W(t) de façon à ce que le terme V3K+Ko et son hermitique conju-
gué ne couplent pas le fondamental, |fi/2,0), avec le premier état excité, |O/2,1)
(paragraphe 4.1, 4.2 et 4.3). En outre le terme VA(KQ — \)KQ a remplacé VAKQ de
telle sorte que (fi/2, l\V4(K0 - l)K0\Çl/2,1) = (ft/2,0|V4(#o - 1)K0\Q/2,0) = 0
soient égaux à zéro (chapitre 7).
Après ces modifications, l'hamitonien HA s'écrit :
H'A = HLMG + Vz{K+Ko + KoK.) + V4(K0 - l)K0 (C.3)
et le champ externe :
W(t) = F(t)(Kx + aK+K0 + a*KQK-) (C.4)
La section efficace du deuxième état excité, calculée pour fi petit avec cet
hamiltonien, est de 22% plus grande que la valeur harmonique tandis que celle
du premier état excité reste constante et égale à la valeur harmonique. Ce qui
montre que l'augmentation de 60% obtenue avec l'hamiltonien quadratique (4.15)
(tab.4.2) est donc en grande partie due à la variation des règles de somme.
Nous retrouvons à nouveau que l'inclusion d'anharmonicités produit une aug-
mentation de 02 de ~ 20% en accord avec les résultats obtenus avec l'hamil-
tonien quartique HB (4.16) (tab.4.2). En effet, pour cet hamiltonien, l'adjonc-
tion des termes AV dans HLMG (4.16) varie peu les règles de sommes m^ —
\(k\[Kx, [HB, Kx]]\k) par rapport m{k) = \{k\[Kx, [HLMG, Kx]]\k) (3.16), car [Ksy
[AV, Kx]] = 0, mais les vecteurs propres \k) de H5 sont un peu différents de ceux
de HLMG-
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Dans une collision relativiste les trajectoires du projectile ou de la cible
peuvent être approchées par une droite définie par le paramètre d'impact b et
une vitesse constante v [74]. Le paramètre d'impact minimal est fixé de manière
à ce que les distributions de charge associées aux deux noyaux ne se superposent
pas. Dans le référentiel de la cible, le champ électromagnétique produit par le
projectile est donné par les potentiels de Lienard-Wiechert [74].
Afin de déterminer le potentiel de couplage électromagnétique dépendant du
temps W(t), la transformée de Fourier inverse des expressions obtenues dans [74]
peut être utilisée [18]. Ce qui présente l'avantage que l'expansion multipolaire du
potentiel de couplage est connue ainsi que ses composantes électriques et magné-
tiques. (Pour la relation entre la méthode WW (annexe A) et le développement
multipolaire dans la réf.[74], voir les réfs.[109, 62].)
Soit la transformée de Fourier du potentiel de couplage dépendant du temps:
1 H-oo 1 r+oo
W(t) = ™ / e-tuiW(u;)dLj = f= T / (eta/<(-4) +M + e-tuJt)WXti{uj)du;
Z7T J-oo 2?T I JO
(D.l)
où Wx^ est l'expansion multipolaire du champ externe. Pour une valeur de (A,/LJ)
donnée, WXfl s'exprime en fonction des opérateurs à un corps électriques (TT = E)
et magnétiques (n — M) [74] :
Wx"{\u>\) ^^Yl G^(")(-l)M^(^))V2ÂTÎ(~)A^,(7ru;A - ii) (D.2)
V) ^ V C
où fiuj est le paramètre d'adiabaticité relatif au paramètre d'impact b et au facteur
de contraction de Lorentz 7, et K^ sont les fonctions de Bessel modifiées. Les
Expansion multipolaire du champ électromagnétique : approximation
128 de grande longueur d'onde
fonctions G^À.M son* données dans [74]. L'opérateur de transition électrique est
donné par :
(r) • V A L{j^)YXli{f))ê v (D.3)
où J est l'opérateur densité de courant et j \ sont les fonctions de Bessel sphé-




x J | p (r)Fv(r)™(r;A(-~-)) + i~J(r) |
où /9(r) est la densité de charge. Le deuxième terme sera négligé car il est un
facteur Hoj/2mpc2 plus petit que le premier.
Afin de calculer la transformée de Fourier (D.I), il faut évaluer les opérateurs
de transition pour chaque valeur de u (D.2). Du fait que l'argument des fonctions
de Bessel est u>r/c, la dépendance en u; et r de (D.3) et (D.4) n'est pas factorisable.
Par conséquent, la dépendance du potentiel de couplage W(t) dans le temps et
dans r n'est pas plus factorisable. Cependant, dans l'approximation de grande
longueur d'onde, le premier terme dans (D.3) se réduit à l'opérateur statique de
transition multipolaire électrique :
Ç v - J p (r)rxYXfi(r)dr (D.5)
qui ne dépend pas de u>. De même, l'opérateur de transition magnétique :
s'écrit, dans l'approximation de grande longueur d'onde :
MXlx - • ï 1 -• [(r A J(r)) • (V rxYXfÀ(r))dr (D.7)
En conséquence, dans cette approximation, ni l'opérateur de transition électrique
ni l'opérateur de transition magnétique ne dépendent de u. Ils peuvent donc
être extraits de l'intégrale (D.l) [18]. De ce fait, dans l'approximation de grande
longueur d'onde, le potentiel dépendant du temps W(2) est donné par l'expression
analytique :
(D.8)
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20.0 40.0 60.0 80.0 100.0
et (fin)
FlG. D.l - Comparaison entre (GDR, \i | W(t)\ 0) pour /i = 0 exact et calculé dans
l'approximation de grande longueur d'onde en fonction du temps et pour deux
différentes valeurs du paramètre d'impact b. Les lignes pleines correspondent aux
résultats exacts, obtenus avec (éq.D.4) pour l'opérateur de transition électrique,
tandis que les lignes en tirets correspondent aux résultats approchés, calculés avec
l'opérateur de transition électrique statique (éq.D.5) [18].
Chaque terme dans la somme est un produit de deux termes, un qui ne dépend
que des propriétés de la collision et l'autre qui ne dépend que du noyau excité.
Afin d'avoir une idée de la différence entre les éléments de matrice calculés
avec l'opérateur de transition exact (D.4) et l'opérateur statique de transition
multipolaire électrique (D.5) valable dans l'approximation de grande longueur
d'onde, nous avons comparé (GDR,fj, \W(t)\Q) pour /i — 0 (fig.D.l) et \i — 1
(fig.D.2) dans les deux cas pour deux différentes valeurs du paramètre d'impact
6, pour la réaction 208P6 +208 Pb à 641 MeV par nucléon. Les figures montrent
que la dépendance en temps est bien reproduite et que l'accord s'améliore au fur
et à mesure que le paramètre d'impact augmente. Ceci est essentiellement dû à
la coupure introduite par la fonction modifiée de Bessel K^fiuj). En effet, cette
fonction décroît exponentiellement quand son argument devient plus grand que
2 [110]. De ce fait, quand le paramètre d'impact augmente l'intervalle pour u>
dans l'intégrale (D.l) diminue et l'on s'approche de la limite de grande longueur
d'onde. Ce qui explique le comportement aux grands paramètres d'impact dans
la figure (D.3) où la quantité (GDR,[i \W(t = 0)| 0) est présentée en fonction du
paramètre d'impact 6 (pour t — 0 la différence entre le calcul exact et approché
est maximale). Le même comportement a été observé pour Wn et IV20.
En conclusion, l'approximation de grande longueur d'onde donne des éléments
de matrices de transition très proches des valeurs exactes. Nous l'avons donc
utilisée, ce qui permet de réduire considérablement le temps de calcul vu que pour
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0.0 20.0 40.0 60.0 80.0 100.0
et (fin)
FlG. D.2 - Comparaison entre (GDR, \i \W{t)\ 0) pour fi — 1 exact et calculé dans
l'approximation de grande longueur d'onde en fonction du temps et pour deux
différentes valeurs du paramètre d'impact 6. Les lignes pleines correspondent aux
résultats exacts obtenus avec (éq.D.4) pour l'opérateur de transition électrique
tandis que les lignes en tirets correspondent aux résultats approchés calculés avec
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15.0 25.0 35.0 45.0
b(fin)
FlG. D.3 - (GDR,/J, \W(t — 0)| 0) pour p, = 1 en fonction du paramètre d'impact
b. La ligne pleine correspond au résultat exact obtenu avec (éq.D.4) pour l'opé-
rateur de transition électrique tandis que la ligne en tirets correspond au résultat
approché calculé avec l'opérateur de transition électrique statique (éq.D.5) [18].
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chaque multipolarite la dépendance du potentiel de couplage électromagnétique
en temps et en r est factorisée [18].
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Annexe E
Résultats dans 40Ca, 90Zr, 28O
A l'aide des résultats obtenus pour le 208P6, nous avons illustré quels sont
les mécanismes pour lesquels les anharmonicités et les non-linéarités augmentent
les sections efficaces d'excitation des DGR (chapitre 7). Nous avons également
vu quantitativement l'importance de ces effets dans le calcul microscopique et
comment ils réduisent le désaccord entre prédictions théoriques et résultats expé-
rimentaux sur le 208Pb. Nous allons présenter ici les résultats les plus importants
concernant les effets des anharmonicités et des non-linéarités sur les sections ef-
ficaces d'excitation coulombienne des autres noyaux, étudiés dans cette même
approche, à savoir le 40Ca [18], le noyau magique 90Zr [44, 20] et dans le noyau
riche en neutrons 28O [20, 19].
E. l 40Ca
Les états à 1-phonon, résultats du calcul RPA, sont montrés dans le tableau
(E.l). Ces états sont la base qui a été utilisée pour construire l'espace à 1- et
2-phonons. Les propriétés des états mélangés 1~ obtenus après la diagonalisation
de l'hamiltonien anharmonique (7.17) sont données dans le tableau (E.2).
La comparaison entre les résultats obtenus pour le 40Ca (E.2) et pour le 208P6
(7.2) montre que les anharmonicités dans le 40Ca sont beaucoup plus importantes
que dans le cas du 208Pb. De ce fait, leurs effets sur les sections efficaces d'exci-
tation sont plus grands.
Les sections efficaces d'excitation coulombienne dans le 40Ca ont été calculées
pour la réaction 208Pb-f40Ca à 1000 MeV par nucléon. A titre d'exemple, les
résultats obtenus pour certains états sont donnés dans le tableau (tab.E.3) où
les effets des différents termes, i.e. les anharmonicités, le terme non-linéaire W20
et le terme non-linéaire W11, par rapport au calcul harmonique et linéaire sont
montrés. Les mécanismes introduits par les anharmonicités et les non-linéarités
et qui sont à l'origine de l'augmentation importante de la section efficace de
l'état \ISGQR ® 3~ > sont les mêmes que ceux décrits pour le 208Pb (tab.7.5).
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T A B . E.I - Etats à 1-phonon dans le 40Ca. Pour chaque état, le spin et la parité,
l'isospin, l'énergie et le pourcentage des règles de somme pondéré en énergie





















































































































T A B . E.2 - Propriétés des états mélangés 1 obtenus après la diagonalisation
de l'hamiltonien (7.17). Dans la première colonne, la composante dominante de
la fonction d'onde est indiquée. La deuxième colonne contient les énergies de ces
états à l'approximation RPA, EQ. AE (en KeV) est le décalage en énergie dû aux
anharmonicités, tandis que A£^ o (en KeV) est l'interaction résiduelle diagonale.












































T A B . E.3 - Effets des anharmonicités et des non-linéarités sur les sections ef-
ficaces d'excitation coulombienne (en mb) pour certains états excités. Les états
sont indiqués par la composante dominante (première colonne). Leurs spin et pa-
rité sont montrés dans la deuxième colonne. La troisième colonne présente leurs
sections efficaces obtenues avec le calcul de référence, harmonique et linéaire.
Dans la quatrième colonne le terme non-linéaire Wn est inclu, tandis que dans la
cinquième le terme W20 seulement a été pris en compte. Les résultats d'un calcul
anharmonique et linéaire sont présentés à la sixième colonne. La dernière colonne
correspond aux résultats du calcul complet, anharmonique et non-linéaire [18].
Le facteur d'augmentation est ici 1000 tandis que dans le 208P6 il est de 100. De
plus, les régions autour de 35 MeV et 40 MeV sont particulièrement intéressantes.
En effet, leurs sections efficaces sont très affectées par les anharmonicités car le
mélange de ces états avec la GDR est important (tableaux E.2,E.3).
Les effets séparés des termes anharmoniques et linéaires sur les sections effi-
caces sont montrés pour chaque multipolarité (E.4).
Les effets globaux des anharmonicités et des non-linéarités sur les sections ef-
ficaces d'excitation coulombienne par rapport aux résultats du calcul harmonique
et linéaire sont montrés (fig.E.l). La bosse centrée autour de 18 MeV est due à
la GDRi avec une contribution importante de la ISGQR. L'épaulement autour
de 22 MeV est due à la GDR2 et à l'état à 2-phonons \ISGQR (g) 3" >.
E.2
Les états à 1-phonon obtenus pour le *°Zr sont donnés dans le tableau (E.5)
[44].
Les anharmonicités calculées sont petites. Les corrections aux énergies harmo-
niques des états à 1- et à 2-phonons sont au maximum de 500 KeV et en moyenne
plus grandes que celles trouvées dans le 208Pb. La séparation entre les différentes
composantes d'un même multiplet est aussi de quelques centaines de keV [44].
De même, les coefficients de mélange des fonction d'onde sont faibles [44].
Les sections efficaces d'excitation coulombienne calculées sont données dans le
tableau (E.6). Rappelons que, si la section efficace pour les Résonances Géantes































T A B . E.4 - Sections efficaces d'excitation coulombienne (en mb) calculées dans
le 40Ca excité lors de la réaction 208Pb +40 Ca à 1000 MeV par nucléon. Les
effets des anharmonicités et des non-linéarités par rapport au calcul harmonique
et linéaire dans la région de la DGDR sont donnés séparément.














































T A B . E.5 - Etats à 1-phonon dans le 90Zr. Pour chaque état, le spin et la parité,
l'isospin, l'énergie et le pourcentage des règles de somme pondéré en énergie












— — harm. & lin.
anharm. & non










F I G . E.I - Section efficace différentielle d'excitation coulombienne calculée du
40Ca lors de la réaction 208Pb+40Ca à 1000 MeV par nucléon. Les sections efficaces
de chaque état ont été multipliées par une lorentzienne ayant une largeur de 3
MeV. Pour la région à basse énergie, une largeur de 1 MeV a été utilisée [18].































TAB. E.6 - Sections efficaces d'excitation coulombienne (en mb) calculées dans le
90Zr excité lors de la réaction 2 0 8P6+9 0Zr à 641 MeV par nucléon. Les effets des
anharmonicités et des non-linéarités par rapport au calcul harmonique et linéaire





















































T A B . E.7 - Etats à 1-phonon dans le 28O. Pour chaque état, le spin et la parité,
l'isospin, l'énergie et le pourcentage des règles de somme pondéré en énergie
associées sont donnés [19].
simples excitées dans une collision entre ions lourds croît avec le carré de la charge
du projectile Z, celle des Résonances Géantes Doubles croît avec Z*.
Les résultats (tab.E.6) montrent que les effets des anharmonicités et des non-
linéarités sont du même ordre de grandeur. L'inclusion à la fois des anharmonicités
et des non-linéarités augmente la section efficace d'excitation coulombienne dans
la région de la DGDR de 16% dans le cas du 90Zr.
E.3 28O
Les états à 1-phonon, résultats du calcul RPA, sont montrés dans le tableau
(E.7).
E.3 28O
Les sections efficaces d'excitation coulombienne calculées de la GDR et dans
la région de la DGDR dans l'28O, excité lors de la réaction 28O +208 Pb à 641
MeV par nucléon, sont montrés dans le tableau (E.8).
Les résultats (E.8) montrent que les effets des anharmonicités et des non-
linéarités sont importants car l'introduction de ces termes double la section effi-
cace dans la région de la DGDR, bien que sa valeur soit petite. Cette augmen-
tation est essentiellement due à l'augmentation d'un facteur 100 de la section
efficace des états 1" qui est due aux processus d'excitation non-linéaires de mul-
tipolarité 1 ainsi que du mélange des fonctions d'ondes des états à 2-phonons
avec la GDR [19].



















T A B . E.8 - Sections efficaces d'excitation coulombienne (en mb) calculées dans
l'28O excité lors de la réaction 28O +208 Pb à 641 MeV par nucléon. La première
colonne correspond aux résultats du calcul linéaire et harmonique tandis que la
deuxième colonne donne les résultats du calcul non-linéaire et anharmonique [19].
Noyaux exotiques : un modèle schématique 141
Annexe F
Noyaux exotiques : un modèle
schématique
Un domaine récent de recherche est l'étude des noyaux à "halo" . Ces noyaux
ayant un ou deux nucléons très faiblement liés, leurs fonctions d'ondes s'étendent
sur de grandes distances. La densité de neutrons est alors beaucoup plus étendue
que dans un noyaux normal. Dans le cas du nLi, par exemple, l'énergie de liaison
des deux neutrons est de 340 ± 50 keV et le rayon moyen est de 3.27 ± 0.24 / m ,
à titre de comparaison celui du 12C est de 2.75 fm [111].
La mesure de très grandes sections efficaces d'excitation coulombienne dans
les noyaux à halo a suggéré l'existence d'un nouveau mode vibrationnel de basse
énergie et faiblement collectif appelé "soft dipole" qui correspond à l'oscillation
des nucléons du halo en opposition de phase avec les nucléons du coeur [111].
Contrairement à la GDR, ce mode serait une vibration de grande amplitude et
de faible collectivité.
Avec de telles caractéristiques, on doit s'attendre à ce que les anharmonicités
et les non-linéarités affectent encore plus la structure ainsi que la probabilité
d'excitation de cette nouvelle résonance.
Dans le but de vérifier ces hypothèses, nous avons étudié le modèle sché-
matique soluble exactement d'un puit fini à une dimension, en choisissant les
paramètres de telles sortes qu'ils correspondent à la situation d'une résonance
"soft dipole".
Soit l'hamiltonien statique :
1AQ — o_, "T* "Z+TflU/yX ™~ «Z/QJ, XQ ^^ X _^ XQ /TT I N
0 ~"~ 2m' 1*^ 1 *^ 0
m est la masse réduite du système halo-coeur et UJ la fréquence de vibration de
la résonance. L'opérateur x représente la distance entre le centre de masse du
coeur et celui du halo et p le moment associé. En diminuant le paramètre rco,
le nombre d'états liés décroît et des potentiels très anharmoniques peuvent être
étudiés. Pour une valeur de XQ donnée, si x > XQ le système n'est plus lié.





































TAB. F.I - Résultats sur les probabilités d'excitation P(E) intégrées en énergie.
La première ligne correspond à la limite harmonique. Les autres se réfèrent aux
cas où aucun état n'est lié et un seul état d'énergie de 1 MeV est lié.
L'équation de Schrôdinger statique a été résolue avec la méthode de discrétisa-
tion sur réseau [112] pour determiner les énergies et les fonctions d'onde associées
à(F.l) .
Afin de simuler l'excitation de ce système lors d'une collision relativiste entre
ions lourds, la composante transverse du champ électromagnétique Exit) a été
prise en compte (3.9) (annexe A). Le champ externe W(t) est alors :
W(t) = msdET{t)x (F.2)
où msd est un facteur de normalisation. Ce champ a été renormalisé de façon à ce
que la transition (1 \x\ 0) corresponde à 100 % de la règle de somme TRK associée





où Nh-, Nc sont les nombres des neutrons du halo et du coeur, Z et A sont
les nombres de protons et la masse du noyau respectivement. Pour obtenir les
probabilités d'excitation des états l'équation de Schrôdinger dépendante du temps
pour l'hamiltonien H(t) = Ho + W(t) a été résolue avec la méthode de Crank-
Nicholson [112]. En faisant varier la profondeur du puit, trois cas on été analysés,
à savoir : -la limite harmonique -un seul état lié -aucun état lié.
Dans la limite harmonique (i.e. profondeur infinie), l'hamiltonien (F.l) se
réduit à celui d'un oscillateur harmonique. Lors d'une excitation, la solution de
l'équation de Schrôdinger dépendante du temps est alors un état cohérent et les
probabilités d'excitation sont données par la loi de Poisson (3.5) (tab.F.l).
Quand le potentiel a un seul état lié, les probabilités d'excitation dévient
fortement de la loi de Poisson (tab.F.l). Cette déviation est essentiellement due
à une modification importante des fonctions d'ondes et donc des éléments de
matrice de transition par rapport à leur valeur harmonique (3.22). Signalons que
dans ce modèle la règle de somme m\Q) (3.16) associée à l'hamiltonien (F.l) et
à l'opérateur d'excitation x (F.2) est constante et égale à l/2m. De ce fait, la
modification des probabilités par rapport à la limite harmonique (tab.F.l) n'est
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pas due à une variation de m\oy Cette différence entre les probabilités d'excitation
obtenues dans le cas harmonique et quand un seul état est lié indique donc qu'une
approximation harmonique n'est peut-être plus adéquate dans la description des
vibrations de grande amplitude et faible collectivité comme la "soft dipole".
Dans le cas extrême où aucun état n'est lié, cas qui simule la cassure du noyau
à halo par excitation coulombienne, la déviation des probabilités d'excitation des
prédictions harmoniques est encore plus importante (tab.F.l) [19].
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Résumé
Les Résonances Géantes Doubles, des états vibrationnels où une Résonance Géante est excitée
au-dessus d'une autre Résonance Géante, ont fait l'objet, dans les dernières années, de
nombreux travaux théoriques ainsi qu'expérimentaux. Si d'un côté les valeurs mesurées des
énergies et des largeurs de ces états sont en accord avec les prédictions théoriques, d'un autre
côté leurs sections efficaces d'excitation mesurées sont presque toujours plus grandes que les
valeurs calculées. Les approches théoriques habituellement utilisées sont basées d'une part, sur
l'approximation harmonique pour le mouvement collectif du noyau et d'autre part, sur une
réponse linéaire du noyau au champ externe excitateur.
Dans ce travail, le rôle des anharmonicités et des non-linéarités dans le champ externe sur
l'excitation des Résonances Géantes Doubles est étudié. En premier lieu, le modèle d'un
oscillateur et une extension du modèle de Lipkin-Meshkov-Glick sont utilisés afin d'étudier les
effets d'anharmonicités et des non-linéarités sur les probabilités d'excitation des états. Les
résultats montrent que ces termes peuvent influencer les probabilités d'excitation du deuxième
état de manière importante. Ensuite, ces modèles schématiques exactement solubles sont utilisés
pour étudier à la fois des approximations présentes dans les calculs microscopiques basés sur
les méthodes de développement en bosons ainsi que certains aspects de l'approche en champ
moyen dépendant du temps. En dernier lieu, un calcul microscopique des sections efficaces
d'excitation coulombienne des Résonances Géantes Doubles dans divers noyaux est présenté.
Dans le cas du 208Pb, l'inclusion d'anharmonicités, des non-linéarités dans le champ externe et
de nombreux états pouvant jouer un rôle dans le processus d'excitation donne un accord
satisfaisant entre les sections efficaces calculées et mesurées.
Abstract
Double Giant Resonances, vibrational states in which a Giant Resonance is excited on top of
another Giant Resonance, have been in the last years the object of many theoretical and studies.
Whereas the measured energies and widths of these states agree with the theoretical predictions,
the measured excitation cross sections on the other hand are almost always bigger than the
calculated ones. The standard theoretical approaches are based both on a harmonic
approximation for the collective motion of the nucleus and on its linear response to an external
field.
In this work the influence of anharmonicities and non-linearities in the external field on the
excitation of Double Giant Resonances are studied. First, an oscillator model and an extension
of the Lipkin-Meshkov-Glick model are used to study the effects of anharmonicities and non-
linearities on the excitation probabilities. The results show that these terms can influence the
excitation probability of the second excited state in a significant way. Secondly, these exactly
soluble schematic models are used to study some of the approximations made in microscopic
calculations based on boson expansion methods and also some aspects of the time-dependent
mean field approach. Finally, a microscopic calculation of the Coulomb excitation cross sections
of Double Giant Resonances is presented for several nuclei. It is found that, for 208Pb, the
inclusion of anharaionicities and non-linearities and the consideration of many states that play a
role in the excitation process give a satisfactory agreement between calculated and observed
cross sections.
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